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Introduction : une histoire de temps...

Fugit irreparabile tempus*

y) e présent étant connu, prévoir ce que sera ’avenir. Comprendre, quantifier et

~rationaliser I'influence de paramétres observables d'un systéme. Tels sont les
enjeux des sciences physiques qui, a chaque échelle, associent un ensemble de lois pré-
dictives. Dans le domaine microscopique, tout systéme physique est supposé évoluer
dans le respect des sept postulats de la mécanique quantique. Cependant, la résolution
de I’équation maitresse de la mécanique quantique, 1’équation d’évolution, est haute-
ment non triviale.

La formulation de Schrédinger [1| de la mécanique quantique fait apparaitre 'indé-
pendance au temps de ’hamiltonien du systéme. L’équation d’évolution peut alors étre
réduite a une forme stationnaire, en oubliant la dimension temporelle. La résolution
précise de cette relation est loin d’étre une tache aisée ; elle est encore I'un des enjeux
majeurs de la chimie quantique. Le probléme & n corps, cher aux enseignants de méca-
nique, voit dans la détermination de la structure électronique des édifices moléculaires
son paroxysme.

Néanmoins, des modéles simples peuvent étre utilisés pour comprendre et prévoir
les géométries des molécules, telles que la théorie de Lewis [2] ou bien 'approche
VSEPR [3]. Des notions comme la symétrie, I’électronégativité et le recouvrement per-
mettent de rationaliser simplement les phénoménes chimiques. La théorie des orbitales

frontiéres et 'approche des fragments, couronnées par le prix Nobel décerné a Roald

'Le temps fuit irréparable. Fin d’un vers de Virgile (Géorgiques, III, 284).



2 INTRODUCTION

Hoffmann et Kenichi Fukui en 1981 [4, 5] ont permis de comprendre de fagon qualita-
tive un grand nombre de résultats expérimentaux sur la base d’analyses relativement

simples dans un langage accessible a tous les chimistes.

Le niveau quantitatif peut aussi étre atteint, par des approches plus précises, telles
que les méthodes semi-empiriques, la théorie de la fonctionnelle de la densité et enfin
les méthodes ab initio. Le plus souvent, I'utilisation de ces méthodes pour I’étude théo-
rique des phénoménes chimiques privilégie ainsi une approche « statique » sur un petit
nombre de molécules, voire une seule. Entre autres, ces approches passent par une ex-
ploration précise des surfaces d’énergie potentielle mises en jeu et plus particuliérement
par une caractérisation des points remarquables de ces surfaces, tels que les minima
locaux et les états de transition. La plupart des études théoriques s’intéressant aux
propriétés structurales et spectroscopiques des molécules, ou a la réactivité chimique,

ne prennent uniquement en compte que ces extrema des surfaces d’énergie potentielle.

Cependant, la grande majorité des observations expérimentales, a laquelle les pré-
dictions théoriques sont confrontées, sont constatées a partir d’échantillons de dimen-
sion macroscopique, faisant intervenir un grand nombre de molécules, sous certaines
conditions expérimentales, de température, de pression, de concentration, etc. De plus,
les temps propres des méthodes spectroscopiques sont variables; certaines techniques
sont « lentes » par rapport aux temps caractéristiques vibrationnels moléculaires,
d’autres sont du méme ordre de grandeur, voire plus rapides. Enfin, certains méca-
nismes réactionnels sont essentiellement gouvernés par un effet entropique, qui est
difficilement reproductible par une étude théorique statique. Il faut garder a I'esprit
qu'un processus chimique est avant tout un processus dynamique faisant intervenir le

déplacement des molécules et en leur sein le mouvement des noyaux.

Comment tenir compte d’une partie de ces effets d’un point de vue théorique ? L’une
des réponses a cette question apparemment simple serait, entre autres, de réintroduire
la dimension temporelle, éludée lors de la résolution de I’équation de Schrodinger. A

ce jour, il existe une grande variété de méthodes de dynamique moléculaire, mais leur
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domaines d’application ne sont pas toujours adaptés a 1’étude de processus chimiques.
Les techniques quantiques de propagation de paquet d’ondes [6] ou toute méthode
supposant la connaissance a priori de la surface d’énergie potentielle atteignent un
degré de précision trés élevé, mais elles ne sont applicables qu’a des systémes molé-
culaires de petite taille. A I'opposé, on peut distinguer des techniques de dynamique
moléculaire basées sur une approche de la surface d’énergie potentielle modélisée de
maniére simplifiée par un champ de force; celles-ci ont la capacité de traiter des sys-
téemes de grande dimension. Toutefois, la mécanique moléculaire, fondement de ces
méthodes, ne traite pas la densité électronique et il est donc impossible de décrire la
plupart des mécanismes réactionnels d’intérét chimique. A I'interface entre ces deux ap-
proches existent les méthodes de dynamique moléculaire ab initio qui se caractérisent
par un traitement classique de la dynamique des noyaux et par des considérations
d’ordre quantique pour la partie électronique. En général, ces approches ne nécessitent
pas la connaissance a priori de la surface d’énergie potentielle car les énergies et les
gradients nucléaires sont calculés uniquement lorsque ces informations sont utiles et
nécessaires. Ces méthodes connaissent un grand engouement depuis 'apparition de
I'approche « Car-Parrinello » |7] qui permet la propagation classique simultanée des

noyaux et des orbitales utilisées pour décrire la fonction d’onde électronique.

De nos jours, les domaines d’applications privilégiés de la méthode Car-Parrinello
sont principalement la physique des solides, les interactions avec des surfaces, les agré-
gats ou les liquides. Le traitement théorique dynamique de la réactivité chimique, or-
ganique ou inorganique, ne constitue, quant a lui, qu'une activité marginale. Ceci peut
s’expliquer par le fait que la grande majorité des programmes de type Car-Parrinello
n’utilisent que des fonctions de base de type ondes planes pour décrire la structure
électronique. Bien que cette approche ait plusieurs avantages, elle est confrontée a
un grand nombre de difficultés lorsqu’il s’agit d’étudier certains types de réactions
chimiques. Notamment, ’utilisation des ondes planes interdit '’emploi de certaines mé-

thodes de chimie quantique ayant fait leurs preuves pour I’étude de molécules d’intérét
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chimique, telles que les descriptions ab initio [8|. Afin de résoudre ce probléme, des
méthodes incluant des fonctions de base gaussiennes pour décrire la structure électro-
nique sont apparues au cours de la derniére décennie |9, 10, 11|. C’est dans ce contexte
que s’inscrit ce travail de theése.

La premiére partie de ce manuscrit décrit le contexte théorique général de la dyna-
mique moléculaire ab initio et le lien de ce genre d’approche avec la physique statistique.
La deuxiéme partie est quant a elle consacrée aux différentes méthodes qui permettent
de décrire la structure électronique des édifices moléculaires ; cette partie n’est certai-
nement pas exhaustive mais elle décrit briévement les différentes approches utilisées
lors de ce travail de thése. La partie suivante est plus spécifiquement consacrée a ’ap-
proche de Car et Parrinello pour la dynamique moléculaire. Notamment, la variante de
cette méthode développée durant cette thése est précisée. Ce travail sur la dynamique
moléculaire ab initio en base locale nous améne naturellement & prendre en compte
de facon explicite les effets de température ; la quatriéme partie est ainsi dévolue aux
simulations dans l’ensemble canonique. Enfin, la cinquiéme et derniére partie de ce
manuscrit s’intéresse a l'estimation de grandeurs thermodynamiques, en particulier les
différences d’énergie libre, pour 'analyse dynamique de la réactivité chimique.

Notons enfin que ce manuscrit présente un point de vue relativement général de
la dynamique moléculaire ab initio en base locale ; ce travail est néanmoins loin d’étre
exhaustif et nous verrons au cours des différentes parties qu’il reste moult améliorations

et illustrations a apporter dans ce domaine.



A Dynamique Moléculaire :

(Généralités

Dans cette partie, ['attention est portée sur ['évolution temporeue d'un systéme mo-
leculaire. Plus particuliérement, les méthodes considérant les noyaux comme des par-
ticules classiques sont décrites. Toutefois, 1’olojectif n’est pas d’énumérer de fagon

exhaustive les différentes méthodes de dynamique moléculaire mais de préciser le

contexte dans lequel s'inscrit la dynamique moléculaire ab initio.

I Dynamique Moléculaire Quantique

% e point de départ de toute méthode de dynamique moléculaire est la mécanique

~quantique non relativiste, basée sur ’équation de Schrodinger dépendante du

O B((7), {R):t) = AB(EY, (ki) (A1)

ou P désigne la fonction d’onde et 77 représente I’hamiltonien non relativiste :

h h2 62 GQZ[ €2Z[ZJ
H== — V=Y —Vi+y —— -y — Yy
ZQM[ ;27”6 ;jlri_rjl ;‘R[—T_ﬂ ;|R1—RJ|

(A.2)

2+ Inv_e ({7} {Br}) (A.3)

2 hQ
T Z Q_sz Z 2m,
— Z —v2 + A7) AR (A-4)
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Les jeux de vecteurs {7} et {R;} désignent respectivement les positions électroniques
et nucléaires. A partir de 'équation de Schrodinger dépendante du temps (A.1), il est
possible de dériver les équations de la dynamique moléculaire classique [12]. Dans ce
but, les contributions électroniques et nucléaires de la fonction d’onde ®, qui dépend
a la fois des coordonnées électroniques et nucléaires, doivent étre séparées. La forme la

plus simple est le produit suivant :

V() ko) = vk en (1 [ wE@®) @43

ou les fonctions d’ondes électronique W et nucléaire y sont chacune normées a chaque
instant (¢). Le facteur de phase E. est introduit afin de simplifier par la suite les

équations finales :
E, = / U ({7} O ({Br b 0.0 ({7 O)x({Br s ) did B (A.6)

Il faut remarquer que cette approximation différe de I’approximation Born-Oppenheimer
quant & la séparation des variables lentes et rapides [13, 14]. Cette séparation conduit,

a l'aide de I’équation (A.1), aux relations suivantes :

T > A { [y tWN_eméI};wdﬁ} v (A

T > o Vv [ Ry na) « (A8)

Ce jeu d’équations couplées est a la base de la méthode du champ auto-cohérent dé-
pendant du temps (TDSCF) introduit par Dirac dés 1930 |15, 16]. Les électrons et
les noyaux, décrits de maniére quantique, évoluent dans un potentiel dépendant du
temps : les noyaux évoluent dans le potentiel des électrons et réciproquement. Ces po-
tentiels sont évalués a ’aide des valeurs moyennes quantiques de ’autre classe de degré
de liberté, i.e. le potentiel ressentit par les noyaux est le champ moyen créé par les
électrons et celui ressentit par les électrons est le champ moyen créé par les noyaux.
L’équation (A.5) conduit ainsi & une description « en champ moyen » des dynamiques

quantiques couplées des électrons et des noyaux.
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IT Dynamique Moléculaire Ab Initio

La prochaine étape dans le développement des équations de la dynamique molécu-
laire classique consiste a considérer les noyaux comme des particules ponctuelles. La
fonction d’onde nucléaire correspondant a ’approche TDSCF peut étre exprimée en

fonction d’un facteur d’amplitude A et d’un facteur de phase S, selon :

X{Br}st) = A{Rr)st) eXp(%S({éz};t)) (A.9)

Dans cette représentation polaire, A et S sont réels [17]. Cette transformation de la
fonction d’onde nucléaire, conduit, aprés avoir séparé les parties réelle et imaginaire,

aux équations TDSCF pour les noyaux :

HA 1 A,
5+ I M(V]A)(VIS) +5(Vi8) =0 (A.10)
dS 1 ) . L 1 V34
5+ EI 2MI(VIS) +/\1/ HVdF = h XI:Q—MI y (A.11)

en fonction de ces nouvelles variables A et S. La relation (A.10) pour A peut étre vue
comme une équation de conservation [17] en identifiant la densité nucléaire |x|> = A2
Cette équation, indépendante de h, assure la conservation de la probabilité particulaire
en présence d'un flux. La relation (A.11) pour S, quant a elle, contient un terme
dépendant de K. Cette contribution disparait dans la limite classique (A — 0) :

S 1 ) R L
E‘F;T]\L(V]S) +/\If ji’g\IJdr—O (A.12)

L’équation résultante (A.12) est ainsi isomorphe aux équations classiques du mouve-

ment dans la formulation de Hamilton-Jacobi :

O AURY(ViS)) =0 (A13)

ou ¢ représente la fonction de Hamilton usuelle :

AR} AP} = TUPY) + Y ({Ri}) (A.14)
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ou 7 et ¥ représentent respectivement les contributions cinétiques et potentielles de
hamiltonien et {P;} désignent les impulsions associées aux positions nucléaires {&;},
en identifiant P; = V;S. Les équations classiques du mouvement sont ainsi obtenues a

partir de la relation (A.12), donnant lieu a :

v, [ wstvar (A.15)
soit encore :
MR, = -V, / VVdE = —V V(R (A.16)

Les noyaux évoluent ainsi classiquement dans un potentiel 7, créé par les électrons.
Ce potentiel, qui dépend de la position & I'instant (¢) des positions nucléaires, est le
résultat de la moyenne de I’hamiltonien électronique 57, sur tous les degrés de liberté
électroniques, c’est a dire la valeur moyenne quantique (V|72 |¥) prise avec les po-
sitions nucléaires fixes a leurs positions instantanées {ﬁl(t)} Toutefois, la fonction
d’onde nucléaire est toujours présente dans 1’équation TDSCF (A.7) associée aux de-
grés de liberté électroniques. Pour étre cohérent, la fonction d’onde nucléaire y doit
étre remplacée par les positions nucléaires. Dans ce cas, le passage quantique-classique
peut étre facilement réalisé en remplagant la densité nucléaire |x|* de 'équation (A.7)
par un produit de distributions [J6(R; — R;(t)) centrées sur les positions nucléaires

instantanées. Cela donne, par exemple, pour I'opérateur position, la valeur attendue :
[0 B (i) af — Rt (A17)

Cette limite classique conduit a une équation d’évolution électronique dépendante du
temps :
ov

ihor = ({7}, {RODY({R} R0} (A.18)

ou les électrons évoluent de fagon auto-cohérente avec les noyaux. Il faut souligner
que maintenant, %, et W, dépendent paramétriquement des positions nucléaires au
temps (t), via le potentiel d’interaction électrons-noyaux #y_.. Cette approche reliant

les équations (A.16) et (A.18) est appelée dynamique moléculaire « d’Ehrenfest »,
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en '’honneur d’Ehrenfest qui, en 1927, fut le premier & poser la question suivante!

comment les équations de la dynamique classique newtonienne pouvent étre dérivées a
partir de I’équation de Schrodinger 7 Cette approche est qualifiée d’hybride ou mixte,
puisque les noyaux sont décrits classiquement alors que les électrons sont traités comme

des objets quantiques [18].

II.1 Dynamique moléculaire « d’Ehrenfest »

Les jeux d’équations d’évolution couplées (A.16) et (A.18) peuvent alors étre résolus
simultanément. Ce type d’approche ne nécessite donc pas la détermination préalable
de I'hypersurface d’énergie potentielle, celle-ci peut étre résolue « en vol » a l'aide de
I'équation de Schrodinger dépendante du temps (A.18). Méme si 'approche TDSCF
est une théorie de champ moyen pour le mouvement des noyaux dans le champ des
électrons et réciproquement, les transitions électroniques entre états sont incluses dans
la dynamique moléculaire d’Ehrenfest. La fonction d’onde électronique ¥ peut étre

exprimée comme une combinaison linéaire de plusieurs états Uy :

o0

V{3 AR}t =) () Ue({7} { R} (A.19)

k

ou les coefficients {cx(t)} peuvent étre complexes. Dans ce cas, la norme de ces coeffi-
cients |cx(t)]? décrit explicitement 1’évolution temporelle des populations des différents
états électroniques Wy. Un choix possible pour ces fonctions de base Wy est la base
adiabatique obtenue a partir des solutions stationnaires de 1’équation de Schrédinger

indépendante du temps :

ffe({ﬁ}a {él})\pk({f;}v {él}) = Ek({él})qjk({ﬁ}a {ﬁl}) (A-QO)

14Es ist wiinschenswert, dir folgende Frage moglichst elementar beantworten zu kdnnen : Welcher
Riickblick ergibt sich vom Standpunkt der Quantenmechanik auf die Newtonshen Grundgleichungen

der klassischen Mechanik ?”
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Les équations d’évolution correspondantes (A.16) et (A.18) peuvent alors étre écrites

selon :
M[ﬁ[(f) = — Z |ck(t)\2V1Ek — ZCZCZ(Ek — El)d];’l (A21)
k k.l
ihéy(t) = () By — ih S ci(t) Rydt! (A.22)
Il

ou d];’l représente le terme de couplage :
di'({Ri(t)}) = / UiV, df (A.23)

Par définition, les éléments de couplages diagonaux sont nuls d’;’k = 0. L’approche
d’Ehrenfest permet ainsi de décrire rigoureusement les transitions électroniques non-
adiabatiques entre différents états électroniques ¥, et W; au cours de la dynamique,
tout en considérant les noyaux comme des particules classiques.

La restriction a4 un seul état électronique dans le développement (A.19) (dans la

plupart des cas cet état est le fondamental) conduit a :

MRy () = —V ;1 (Wo| 2| o) (A.24)

L 0V
h—— = 0V A2
1 61& % 0 ( 5)

Il faut souligner ici que la propagation de la fonction d’onde est unitaire, c’est a dire
que la fonction d’onde préserve sa norme et que le jeu d’orbitales, utilisé pour le déve-
loppement de cette derniére, reste orthonormé. La dynamique moléculaire d’Ehrenfest
est certainement la premiére approche de dynamique moléculaire « en vol ». Toutefois,
hormis quelques exceptions [19, 20|, celle-ci n’est que peu utilisée pour des simulations
de dynamique moléculaire. En effet, ’échelle de temps et par conséquent le pas de
temps utilisé pour intégrer les équations du mouvement sont gouvernés par la dyna-
mique intrinséque des électrons. Le mouvement des électrons étant plus rapide que
celui des noyaux, le pas de temps le plus grand utilisable est celui qui permet d’in-

tégrer ’équation d’évolution électronique. Une telle approche demande alors un effort
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calculatoire important puisque les dérivées premiéres de 1’énergie par rapport aux co-
ordonnées nucléaires — le gradient de ’énergie — doivent étre calculées a chaque pas

de la simulation.

II.2 Dynamique moléculaire « Born-Oppenheimer »

Une alternative a la précédente approche permettant d’inclure la description quan-
tique des électrons dans les simulations de dynamique moléculaire consiste a résoudre,
de facon statique, le probléme de la structure électronique a chaque pas de la simula-
tion pour un jeu de coordonnées nucléaires fixées a leurs positions instantanées. Ainsi,
le probléme de la structure électronique revient & résoudre un probléme quantique
indépendant du temps. Les positions nucléaires évoluent ainsi selon la dynamique mo-
léculaire classique et la structure électronique est obtenue en résolvant 1’équation de
Schrodinger indépendante du temps. La dépendance temporelle de la structure élec-
tronique devient alors une conséquence des mouvements nucléaires et n’est plus intrin-
seque comme dans le cas de la dynamique d’Ehrenfest. L’approche résultante, dite de

« Born-Oppenheimer », est définie selon les relations suivantes :
M;R; = -V, min{(¥o| ;| Vo) } (A.26)
0

%\Ijo = (g)()\lfo (A27)

pour I’état fondamental Wy. La différence principale par rapport a la dynamique d’Eh-
renfest est que ’énergie électronique &, doit étre minimisée a chaque pas du mouve-
ment nucléaire. Dans I'approche d’Ehrenfest, si la fonction d’onde initiale minimise
I’énergie, alors au cours de la simulation, la fonction d’onde propagée minimise natu-
rellement I’énergie électronique. Une extension immeédiate de 'approche précédente est
I’application du méme schéma a un état excité Wy, sans considérer les couplages « non

adiabatiques ». En particulier, ceci conduit a négliger les termes suivants :

DH ((Ri(1))) = / VIV d7 (A.28)
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Ces couplages apparaissent lors du développement de 1’équation de Schrodinger élec-
tronique indépendante du temps. Cette approximation, qui consiste a négliger les cou-
plages définis par les relations (A.23) et (A.28) est dite approximation de « Born-
Oppenheimer ». Une variante de cette approximation qui tient compte uniquement
des termes diagonaux des couplages non adiabatiques (A.28), i.e. k = k', est dite ap-
proximation de « Born-Huang ». Ces couplages deviennent importants lorsque les états
électroniques k et k' se rapprochent, c’est-a-dire lorsqu’ils sont presque dégénérés.

Il est intéressant de traduire les équations du mouvement Born-Oppenheimer dans
le cas d’un hamiltonien & une particule. Dans le cas, par exemple, de ’approximation
Hartree-Fock, définie par le minimum variationnel de la valeur moyenne de I’énergie
(Uo| A W), 1a fonction d’onde ¥y est développée sur un seul déterminant de Slater
U, = det{t;} et les orbitales ¢; sont soumises aux contraintes d’orthonormalisation

(¢i|Y;) = d;j. La minimisation contrainte de 'énergie par rapport aux orbitales

min{ (V| 27| W)} (A.29)
{wid (Yilhj)=0:;
peut étre traduite selon le formalisme de Lagrange :
L= —(Wol A [ Wo) + > Ai (il ey) — 655) (A.30)

1,3
ou les A;; représentent les multiplicateurs de Lagrange associés aux contraintes d’or-

thonormalisation. La différenciation de ce lagrangien (A.30) par rapport aux orbitales

5L

= A.31
507 3y

conduit aux équations Hartree-Fock usuelles :
%HFwi — Z A”"ij (A32)

J

La forme canonique s271); = £;1; de ces équations peut étre obtenue aprés une trans-
formation unitaire. Les équations du mouvement correspondantes aux relations (A.26)
et (A.27) deviennent alors :

MRy = =V rmin{(¥o| 17 | W)} (A.33)
Wi (iltj)=0i;
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Ay = ey (A.34)

Un jeu d’équations similaires peut étre obtenu dans le cadre de la théorie de la fonction-
nelle de la densité (DFT). Dans ce cas 27 est remplacé par "’hamiltonien Kohn-Sham
HKS

Les premiéres applications de la dynamique moléculaire Born-Oppenheimer ont été
effectuées dans le cadre d’une description semi-empirique du probléme de la structure
électronique |21, 22|. La premiére implémentation ab initio vint plus tard |23| dans
le cadre de 'approximation Hartree-Fock. Mais ce type d’approche, trés coiiteuse en
temps de calcul, ne sortit de la confidentialité que récemment (durant les années 1985—
1990), grace au développement de capacités informatiques et de programmes de calcul
de structure électronique plus performants. Indubitablement, 'utilisation des méthodes
de la théorie de la fonctionnelle de la densité en chimie quantique — qui s’est déve-
loppée durant la méme période — a beaucoup contribué a ’essor de ces méthodes.

Enfin, 'approche proposée par Car et Parrinello [7] en 1985 a certainement favorisé

I'utilisation de la dynamique moléculaire ab initio en chimie quantique.

II.3 Dynamique moléculaire « Car-Parrinello »

Le but avoué de la méthode « Car-Parrinello » est de réduire, de fagon signi-
ficative, le colit computationnel des approches de dynamique moléculaire. Elle peut
étre considérée comme combinant les avantages des dynamiques de type Ehrenfest et
Born-Oppenheimer. Dans les dynamiques d’Ehrenfest, I’échelle de temps et ainsi le
pas de temps utilisé pour intégrer les équations de mouvement sont gouvernés par la
dynamique intrinséque des électrons. Le mouvement des électrons étant plus rapide
que le mouvement des noyaux, le pas de temps le plus grand utilisable sera celui qui
permet d’intégrer I’équation d’évolution électronique. Au contraire, la dynamique des
électrons n’est pas considérée dans l'approche de type Born-Oppenheimer, permettant
ainsi d’intégrer les équations de mouvement sur I’échelle de temps des noyaux. Tou-

tefois, cela signifie que le probléme de la structure électronique doit étre résolue de
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maniére auto-cohérente a chaque pas de la dynamique moléculaire ; ce n’est pas néces-
saire dans l'approche de type Ehrenfest puisqu’il est possible de propager la fonction
d’onde en appliquant 'hamiltonien dépendant du temps a la fonction d’onde initiale,
elle méme obtenue initialement de facon auto-cohérente. L’idée de base de I'approche
Car-Parrinello consiste a exploiter la séparation entre les échelles de temps du mouve-
ment rapide des électrons et celui, plus lent, des noyaux. Cette différence d’échelle de
temps est alors vue comme une différence d’échelle d’énergie d’un point de vue de la
mécanique classique. Ainsi, le probléme mixte classique /quantique devient un probléme
purement classique avec deux échelles d’énergie bien séparées. Cependant d’un point
de vue dynamique, le systéme électronique ne dépend plus explicitement du temps
de la méme maniére. De plus, la quantité essentielle, I’énergie électronique du systéme
(|| W), dépend de maniére paramétrique des positions nucléaires { R;} mais aussi de
la fonction d’onde W. En mécanique classique, la force exercée sur les noyaux s’exprime
comme la dérivée du lagrangien par rapport aux positions nucléaires. Ceci suggére une
dérivée analogue par rapport aux orbitales moléculaires, qui peut étre interprétée, d’un
point de vue classique, comme la force s’exercant sur ces orbitales. Ainsi, R. Car et M.

Parrinello postulérent le lagrangien suivant :

Lop = %MZ/dﬂwz(ﬁ’? + % ZMI§I2
i I (A.35)
+ 3 ([ i -6) - & [ )]

ol g est une « masse fictive » associée aux orbitales moléculaires. L’avant dernier
terme du lagrangien Car-Parrinello est associé aux contraintes d’orthonormalisation des
orbitales moléculaires. Les équations de Newton correspondantes sont obtenues a partir

des équations d’Euler-Lagrange associées, appliquées aux noyaux et aux orbitales :

doLep _ 0Zcp

dt aél N OR;
d0Lep  0Lop
—_— T pr— A.

(A.36)
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Les équations du mouvement génériques Car-Parrinello ont ainsi la forme suivante :

= 0& 0
MRy = -2+ 2N, /df;f,t ,m—(s,) A.38
T D) ( S O (7, ) — 6, (A.38)
Gt = g+ 2o S [ arurin e -, (A.39)
Iu ZT7 - 5w: 5w: - 1] T 7 ’I“, Vi ’l“, 1) .

Il faut noter que pour des raisons d’homogénéité, la dimension du paramétre de masse
fictive associé aux orbitales moléculaires est une énergie multipliée par un temps au
carré.

Ainsi, les noyaux évoluent dans le temps & une certaine température « instanta-
née » proportionnelle a >, M 1}% alors qu’une température fictive proportionnelle &
uzzwzwz) est associée aux degrés de liberté électroniques. Dans cette terminologie,
des « électrons froids » signifie que le sous-systéme électronique est proche de la sur-
face « exacte » Born-Oppenheimer. La fonction d’onde de I'état fondamental optimisée
pour la configuration nucléaire initiale restera alors proche de la solution exacte du-
rant son évolution temporelle si elle « reste » a une température suffisamment basse.
Finalement, I'idée de base de I’approche Car-Parrinello consiste a traiter les orbitales
moléculaires comme des variables dynamiques classiques.

L’approche originale de Car et Parrinello fut initialement développée et implémentée
dans le cadre de la théorie de la fonctionnelle de la densité en utilisant des ondes
planes comme fonctions de base pour la structure électronique [8]. L’utilisation de ce
lagrangien étendu avec une description de la structure électronique développée sur un
jeu de fonctions gaussiennes a initialement été proposée par M.J. Field en 1991 [9,
24]. Cette idée fut rapidement reprise par E.A. Carter [25, 26, 27, 28, 29, 30, 31,
32]. Malheureusement, ces travaux conclurent quant a I'inefficacité de la dynamique
moléculaire Car-Parrinello en base locale [29]. Récemment, une alternative envisageant
la propagation classique — non pas des orbitales moléculaires — mais de la matrice
densité, a été proposée [33]. Les détails des diverses implémentations de dynamique

moléculaire Car-Parrinello seront donnés dans la partie C.



16 DYNAMIQUE MOLECULAIRE : GENERALITES

ITII Intégration des Equations du Mouvement

En dynamique moléculaire classique, la trajectoire des différentes composantes du
systéme moléculaire est générée par intégration des équations du mouvement, qui pour

chaque particule I, s’écrivent :

PR, 05,({R})
Tdtt T 9R (1) (A-40)

gp({ﬁ}) est la fonction énergie potentielle du systéme & N particules, qui ne dépend que
des coordonnées cartésiennes {R;}. Les équations (A.40) sont intégrées numériquement
en utilisant un pas de temps, ¢, infinitésimal, garantissant la conservation de ’énergie
du systéme. Le méme type de schéma d’'intégration peut étre appliqué a la propagation
des orbitales moléculaires dans une approche de type Car-Parrinello.

Il est cependant parfaitement illusoire d’espérer générer une trajectoire eracte aux
temps longs, dés lors que les équations newtoniennes du mouvement sont résolues
numériquement, avec un pas d’intégration fini. L’exactitude de la solution des équa-
tions (A.40) n’est, cependant, pas aussi cruciale qu'il n’y parait au premier abord. Ce
qui importe, en revanche, est que le comportement statistique de la trajectoire soit,
quant a lui, correct, pour garantir la reproduction des propriétés dynamiques et ther-
modynamiques du systéme avec suffisamment de précision. Cette condition peut étre
remplie si l'intégrateur utilisé pour propager le systéme posséde la propriété de sym-
plecticité. Un propagateur dit symplectique conserve la métrique invariante de 1’espace
des phases (cette notion sera précisée par la suite). Il en résulte que l'erreur associée a

ce propagateur est nécessairement bornée :

n

o1
lim —
n—oo 1

&(kst) — &(0)
&(0)

' <e (A.41)

ou n désigne le nombre de pas de la simulation, &(t) I'énergie totale du systéme au
temps () et € la borne supérieure de conservation de I’énergie. En supposant que le pas
d’intégration soit limité, 'intégration numérique des équations du mouvement ne donne

pas lieu a une croissance erratique de l’erreur de conservation de I’énergie, qui pourrait
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affecter significativement le comportement statistique de la dynamique moléculaire aux
temps longs. Afin de préciser I’équivalence statistique entre la solution numérique et la
solution exacte des équations du mouvement, il est utile de rappeler quelques points

de 'approche de Hamilton et le lien avec la mécanique statistique.

III.1 Le point de vue de Hamilton et la mécanique statistique

L’hamiltonien d’un systéme constitué de N particules interagissant entre elles est

défini selon :

—

2

HURNAPY = Y g+ V() (A2

ot {P;} sont les impulsions des particules définies tel que P, = M;V; et ¥ ({R;})
désigne le potentiel interparticulaire. Les forces {ﬁ 7} agissant sur ces particules sont
conservatives puisqu’elles dérivent de ce potentiel :

s

= —— A.43
) (A.43)

I =

Les équations du mouvement (A.40) peuvent étre obtenues a partir de la relation (A.42)

et des relations de Hamilton :

Y A
= = A.44
! 8PI MI ( )
2, oA oYV .
T Y Y ({Rr}) (A.45)

En dérivant par rapport au temps la premiére relation de Hamilton puis en substi-
tuant ce résultat dans la seconde, les équations du mouvement (A.40) sont facilement
retrouvées. Ainsi, 'état classique d’un systéme a n’importe quel instant (¢) est totale-
ment déterminé en spécifiant toutes les positions {£;} et toutes les impulsions {P;}
associées. Autrement dit, on peut définir un vecteur I' constitué du jeu complet des
positions et des impulsions I' = ({P;}, {R;}). Ce vecteur est un élément de I'espace
des phases. L’espace des phases a 2N dimensions est donc la réunion de tous les états

classiques accessibles au systéme.
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Deux importantes propriétés des équations du mouvement doivent étre précisées.
La premiére est la réversibilité temporelle, i.e. ces équations du mouvement gardent la
méme forme si on effectue la transformation ¢t — —t. La conséquence de cette symétrie
du temps est que le comportement physique microscopique est indépendant du sens
de I’écoulement du temps. La seconde propriété importante de ces équations est que
I'’hamiltonien (A.42) est un invariant du systéme. Ceci se vérifie facilement en dérivant
par rapport au temps cet hamiltonien 7 et en utilisant les relations de Hamilton (A.44)

et (A.45) pour les positions et les impulsions :
A 0 = 0N = 0 A — 0 0H
dt OR; oP; OR; 0P 0P OR;

—0 (A.46)

I I

L’invariance de I'hamiltonien est équivalente a la conservation de I’énergie totale du
systéme et fournit un lien fondamental avec la mécanique statistique. Rappelons que
la mécanique statistique relie les détails microscopiques d’un systéme aux observables
physiques telles que les propriétés thermodynamiques a I’équilibre, les coefficients de
diffusion, etc. La mécanique statistique est basée sur le concept d’ensemble de Gibbs :
un grand nombre de configurations individuelles microscopiques d’un trés grand sys-
téme conduit a des propriétés macroscopiques; ce qui implique notamment qu’il n’est
pas nécessaire de connaitre précisément le mouvement de chaque particule pour prédire
les propriétés macroscopiques de ce systéme. Il est suffisant de moyenner sur un grand
nombre de systémes identiques, chacun étant dans un état microscopique différent ;
i.e. les observables macroscopiques d’un systéme sont formulées en terme de moyenne
d’ensemble. Les différents ensembles statistiques sont caractérisés par des variables
thermodynamiques qui peuvent étre fixées, telles que 1’énergie totale &, la tempéra-
ture T, la pression P, le potentiel chimique p, etc. Un de ces ensembles est I’ensemble
microcanonique, noté NV &, caractérisé par un nombre N constant de particules, un
volume V' constant et I’énergie totale & constante. On peut aussi citer 'ensemble ca-
nonique (NVT), 'ensemble isotherme-isobare (NPT et 'ensemble grand canonique
(uV'T). Ces variables thermodynamiques doivent étre vues comme des paramétres ex-

périmentaux de controle qui spécifient les conditions sous lesquelles I'expérience est
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conduite.

Considérons maintenant un systéme de N particules occupant un volume V et
évoluant selon les équations du mouvement de Hamilton. Selon la relation (A.46), I'ha-
miltonien 7 est un invariant du systéme et ’énergie totale & doit étre conservée. De
plus, le nombre de particules et le volume sont supposés fixes. Ainsi, une trajectoire
dynamique de ce systéme génére une série d’états classiques ayant pour constantes NV,
V et & correspondant & I’ensemble microcanonique. Si cette dynamique génére tous les
états accessibles au systéme avec N, V et & fixés, alors une moyenne sur cette trajec-
toire conduira au méme résultat qu’une moyenne dans ’ensemble microcanonique. La
condition de conservation de I’énergie, qui impose une « restriction » sur ’ensemble des
états accessibles au systéme, définit une hypersurface dans I'espace des phases appelée
surface d’énergie constante ou d’isoénergie. Un systéme évoluant en accord avec les
relations de Hamilton restera sur cette surface.

Le fait de supposer qu’un systéme, au bout d’'un temps infini, parcourt la totalité
de cette hypersurface d’énergie constante porte le nom d’hypothése ergodique. Ainsi,
a 'aide de I’hypotheése ergodique, la moyenne sur une trajectoire d’un systéme sujet
aux relations de Hamilton conduit a la moyenne de I’ensemble microcanonique. Dun
point de vue mathématique, si A({R;},{P;}) est une fonction correspondant & une
observable physique, la moyenne dans I’ensemble microcanonique de cette observable

est :
Wsve = v | [1 dfis aPi AQRAPY) 6 [# (R} (P = 6] (a7

ou h représente la constante de Planck et {2 désigne la fonction de partition microca-
nonique définie selon :

Q= hgiN / H Aty dP, 5 [ (R} ()~ 6] (A 48)

Cette fonction de partition permet de « compter » le nombre d’états accessibles au
systéme sujet aux relations de Hamilton. En pratique, les trajectoires en dynamique

moléculaire simulent ’évolution sur un temps fini 7 du systéme et la moyenne de
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I'observable A sur cette trajectoire est donnée par la relation :

i-2 "t A({B ()} (Pr(1))) (A.49)

T Jo
L’hypothése ergodique est donc équivalente a I’égalité suivante :

lim A, = (A) (A.50)

T—00

La signification de 1’équivalence statistique entre les trajectoires numériques obtenues
par des simulations de dynamique moléculaire et les trajectoires exactes est maintenant
claire. Méme si la trajectoire numérique s’¢loigne de plus en plus de la trajectoire
exacte au cours de la simulation, tant que cette trajectoire conserve 1’énergie totale
du systéme avec une précision numérique satisfaisante, cette trajectoire numérique
génére un ensemble de configurations appartenant a I’hypersurface d’énergie constante.
L’existence d’une borne supérieure de ’erreur numérique, i.e. le caractére symplectique
des trajectoires, est précisée par la suite. Ainsi, & 'aide de 'hypothése ergodique, la
moyenne d’ensemble d’une observable peut étre obtenue a partir d’'une ou plusieurs

trajectoires numériques.

En dépit de I'utilité de la dynamique moléculaire hamiltonienne, sa principale res-
triction est évidente : I’ensemble généré est ’ensemble microcanonique. En effet, la
plupart des mesures expérimentales sont effectuées dans des conditions de température
et de pression constantes ou des conditions de température et de volume constants.
Ainsi, afin de décrire les propriétés thermodynamiques d’un systéme libre de taille fi-
nie sous de telles conditions, il est nécessaire de générer ’ensemble thermodynamique
correspondant. Une des méthodes les plus intéressantes pour générer ces ensembles est
basée sur la dynamique non hamiltonienne. Cette approche est précisée a la partie D.
Auparavant, la propriété de symplecticité des algorithmes d’intégration et I’intégration

numérique des équations du mouvement sont abordées.
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IT1.2 La propriété de symplecticité

L’évolution temporelle d’un systéme, dans I’ensemble microcanonique, est régie par

les équations de Hamilton qui peuvent se mettre sous la forme condensée suivante :
=g (T,1) (A.51)

on ' = ({é[},{ﬁ]}) désigne un vecteur de l'espace des phases et ¢', représente le

« champ des vitesses » au point I', défini par :

oX

to— | or A.52
9 o ( )
R

On appelle aussi ¢°, le flot hamiltonien par analogie avec la mécanique des fluides et,
par une méme analogie avec un écoulement incompressible, on peut démontrer quun
volume v quelconque de l'espace des phases est conservé par le flot hamiltonien ¢',,
soit :

dv

pri 0 (A.53)
Soit un point quelconque de v, lors d’'une évolution temporelle, ce point va suivre une
trajectoire précise dans ’espace des phases, imposée par les relations de Hamilton. Il
va en étre de méme pour tous les autres points appartenant a v. Ce volume v va donc
étre déformé au cours de I’évolution, de maniére analogue a un élément de fluide pris
dans un écoulement. Ce théoréme d’incompressibilité du flot, ou encore de conservation
du volume de I'espace des phases, stipule donc simplement que la déformation due au
flot hamiltonien conserve le volume.

Ce théoréeme permet, de plus, de retrouver le théoréme de Liouville. Définissons la
densité d’états p = Z—Z d’un systéme au voisinage d’un point de ’espace des phases;
dn représente le nombre d’états contenus dans 1’élément de volume dv de 'espace
des phases. Le théoréme d’incompressibilité du flot permet de préciser que dv reste
constant lors de I’évolution du systéme. Par ailleurs, le nombre d’états dn reste égale-

ment constant, car aucune trajectoire ne peut traverser la surface frontiére définissant
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le volume dv. En effet, si c’était le cas, alors deux conditions initiales différentes me-
neraient au méme état (celui situé a la frontiére), ce qui contredit le principe d’unicité
des solutions des équations de Hamilton. Finalement, le quotient ‘;—Z est une constante,
et la relation (A.53) peut étre écrite sous la forme d’une relation de conservation pour

la densité d’état, connue sous le nom d’équation de Liouville :

dp 0Op -
— =—+7T I't) = .
prialivins Vp((',t)=0 (A.54)

L’équation de Liouville et le théoréme associé sont donc intimement reliés a l'inva-
riance de la métrique de ’espace des phases. L’espace des phases étant un espace a 2N

dimensions, le produit de différentielles :
dv = [[ dR,dP, (A.55)
I

peut étre considéré comme un élément infinitésimal de volume. Or, d’aprés le théoréme
d’incompressibilité, tout élément de volume de 'espace des phases pour un systéme
hamiltonien est un invariant. Par conséquent, la métrique dv de I’espace des phases est
invariante.

La propriété de symplecticité des propagateurs, brievement introduite auparavant,
apparait alors fondamentale : un propagateur est dit symplectique s’il conserve le vo-
lume de ’espace des phases, ou bien encore sa métrique ; le théoréme de Liouville est
alors vérifié et la structure formelle des relations de Hamilton est préservée. L’un des
plus simples propagateurs symplectiques que 1’on puisse utiliser est I'algorithme de

Verlet, décrit par la suite.

IT1.3 Algorithme de Verlet

Il existe plusieurs approches pour intégrer numériquement les équations de Newton
du mouvement. Sans doute la plus simple, I'algorithme de Verlet [34] envisage un
développement en série de Taylor de la position en (¢t — dt) et en (¢ + dt), conduisant
a:

Ri(t 4 0t) = 2R (t) — Ri(t — 6t) + (6t)2AL(t) + O((51)°) (A.56)
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o A;(t) désigne accélération au temps (t) de la particule I. L’algorithme de Verlet
est peu coiliteux numériquement, tant du point de vue de la mémoire nécessaire que
du point de vue de la simplicité de l'implémentation. De plus il conserve trés bien
I’énergie et la quantité de mouvement totale, méme pour des pas de temps relative-
ment grands [35]. L’expression (A.56) ci-dessus est symétrique, 1’algorithme de Verlet
est donc naturellement réversible dans le temps. Ces qualités en font la méthode de
résolution des équations classiques du mouvement la plus employée dans les simulations
de dynamique moléculaire. Il est a noter que les vitesses n’interviennent pas directe-
ment dans ’algorithme. Bien que non nécessaires a la description des trajectoires, leur
calcul est obligatoire pour évaluer Iénergie cinétique, 7 (}3), qui ne dépend que des
impulsions ]3], et, par conséquent, I’énergie totale &. Ces derniéres peuvent néanmoins

étre estimées numériquement a l'instant (¢) par :

‘7}(75) _ R[(t + 5t>2;tR](t - (5t) Lo ((5t)2) (A57)

La délicate manipulation des vitesses a été a I’origine de plusieurs variantes de cet algo-
rithme. Le premier avatar de la méthode de Verlet est ’algorithme « saute-mouton »
(leap-frog en anglais), qui nécessite de stocker les positions et les accélérations aux

temps (t), et les vitesses aux temps (t — §t/2) :

. _ . St
Ri(t +0t) = Ry(t) + Vi(t + 5)dt (A.58)
~ ot - ot ~

Dans la pratique, la premiére étape est le calcul de 171(75 + %) a partir duquel on déduit

Vi (t), nécessaire a 'évaluation du terme cinétique 7 (P), selon :
, Vit + %)+ Vit — &)

V() = - (A.60)

L’¢limination des vitesses entre les deux équations (A.58) et (A.59) montre I'équivalence
entre I’algorithme de Verlet avec ’algorithme leap-frog. Enfin, 'algorithme de Verlet aux

vitesses corrige le défaut principal des précédents, a savoir la définition des vitesses, dont
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I'erreur associée est en & ((6t)?). L’incorporation explicite des vitesses dans 'algorithme

de Verlet peut s’écrire :

Ry(t+6t) = Rp(t) + Vi(t)ot + A, (t) (5?2 (A.61)
Tt 1 6t) = T(0) 4 A2+ Arlt +60) (A.62)

2

Les trois algorithmes présentés ci-dessus sont rigoureusement équivalents quant aux
trajectoires produites dans ’espace des configurations. Les différences se situent dans

le traitement réservé aux vitesses, donc a I’énergie cinétique 7 (P).

I11.4 Les autres propagateurs

Il existe par ailleurs une multitude de propagateurs, plus ou moins performants, a
pas de temps variable ou fixe [36, 37, 38|. D’une maniére générale, les propagateurs — a
pas de temps fixe — plus précis que I'algorithme de Verlet, nécessitent naturellement la
connaissance des dérivées secondes de I'énergie par rapport aux positions nucléaires ou
par rapport au temps. Plusieurs algorithmes sophistiqués ont été proposés pour profiter
au mieux de la connaissance du hessien |39]. Malheureusement 1’évaluation de ce terme,
particulierement gourmande en temps de calcul, limite la taille du systéme étudié ainsi
que le temps total de simulation. Ce type de propagateur est le plus souvent utilisé
pour la réalisation de trajectoires dites de référence. Leur utilisation « routiniére »
est encore proscrite du fait de leur cott calculatoire. Un propagateur d’ordre quatre
communément utilisé, ne nécessitant pas I’évaluation du hessien, est ’algorithme de

prédiction-correction de Gear |36, 35|. Cet algorithme utilise une étape de prédiction :

(602 <. (60)° -

Ri(t 4 0t) = R;(t) 4 0tVi(t) + o, Fi(t) + ¢ . Jr(t) (A.63)
Vi 0+ 00) = Vo) + 3 Fro) + o) (A64)
Fr(t + 6t) = Fy(t) + otJ;(t) (A.65)

suivie par une étape de correction :
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Ry(t+6t) = Ri(t + 6t) + 1(;55\)421 [ﬁla + 6t) — F(t + 5t)] (A.66)
Vit + 6t) = VIt + 6t) + Tivs [ﬁl(t o) — Fr(t+ 5t)] (A.67)
Ji(t+6t) = Ji(t) + % [ﬁf(t +6t) — Fr(t+ 5t)] (A.68)

ou Fy(t) représente les forces a I'instant (¢) exercées sur la particule I, i.e. Fy(t) =
—V1&.(t). La variable J;(t) est une approximation de la dérivée premiere des forces
par rapport au temps :

- dF;(t
J](t) ~~ cét( )

Ce propagateur, bien que d’ordre quatre, n’est ni réversible dans le temps ni symplec-

(A.69)

tique. G. J. Martyna et M. E. Tuckerman ont récemment proposé [40| un intégrateur
d’ordre quatre, réversible et symplectique, ne nécessitant pas I’évaluation du hessien.
Pour ce faire, une approximation des dérivées temporelles des forces doit étre formelle-
ment introduite. Ceci est accompli en étendant I’espace des phases a un jeu de fonctions
{ﬁ*, Ups, f*,UJ*}. La nouvelle variable J* représente, comme dans la relation (A.69),
une approximation de la dérivée premiére des forces par rapport au temps et la variable
U+ représente, quant a elle, une approximation de la dérivée seconde des forces par

rapport au temps. Cet algorithme peut se résumer a I'aide des relations suivantes :

Ri(t+6t) = B;(t) + (0t)Vi(t) + (007 [SFI(t) - ﬁ;‘(t)}

8M; (A.70)
L L (t) + G2 (t)
6M; T T agag

Vit + 6t) = Vi(t) + 85_]\2 [m(t) + Fr(t) 4 3F(t + 515)}

(60)2 ! (A.71)
+ 8M[ UFI* (t)

Fr(t +6t) = % 2F(t) — Fr(t) + Fy(t + (5t)] + %aF; (t) (A.72)
T (14 6t) = S0y (1) + % [Fute+ o)~ 1) (A.73)
Tre(t +6t) = — Ty (t) — %ﬁp; (t) + & [ﬁf(t +ot) — ﬁ;(t)} (A.74)
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Il faut noter la présence d’une faute de frappe dans 'article [40] relative a 'équa-
tion (A.74) et qui concerne le coefficient multiplicatif du troisiéme terme. Cet inté-
grateur, dont 1'utilisation n’est que trop confidentielle, posséde des performances bien
supérieures par rapport au schéma de Verlet [41]. En effet la dérive énergétique observée
pour un pas de propagation donné est bien plus importante si le propagateur est de type
Verlet que dans le cas du prédicteur-correcteur symplectique d’ordre quatre précédent.
L’utilisation de ce dernier propagateur est certainement limitée par la difficulté de le
généraliser & d’autres outils de la dynamique moléculaire tels que les contraintes géo-
métriques ou bien les thermostats. Néanmoins son implémentation dans le cadre d’une
approche Born-Oppenheimer dans ’ensemble microcanonique demeure facilement ac-
cessible, autorisant ainsi des simulations avec des pas de temps d’intégration supérieurs
a ceux employés avec ’algorithme de Verlet pour une qualité de simulation identique.
Ce propagateur posséde de plus les qualités remarquables de réversibilité temporelle
et de symplecticité, puisque par construction, il est basé sur 'opérateur d’évolution de
Liouville. Cette notion ainsi que le lien avec la propriété de symplecticité sont expliqués

par la suite.

III.5 L’opérateur de Liouville et 'intégration numérique

Auparavant, il a été montré que, méme si la trajectoire obtenue numériquement
en intégrant les équations du mouvement diverge de la trajectoire exacte, elle reste
statistiquement équivalente a la trajectoire exacte. Cette équivalence n’est vérifiée que si
I’énergie totale du systéme est conservée avec une certaine tolérance. L’erreur commise
pour les trajectoires numériques est d’autant plus petite que le pas de temps utilisé
pour intégrer les équations du mouvement est petit. Cependant, plus le pas de temps
est petit, plus le nombre d’itérations pour simuler un temps 7 défini est grand. Ainsi,
I'intégration numérique des équations du mouvement est un compromis entre le plus
grand pas de temps possible et une tolérance acceptable quant a la conservation de

I’énergie.
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L’approche présentée ici est basée sur la formulation d’un opérateur d’évolution de
la mécanique classique [42, 43, 44]|. Considérons un systéme régi par la mécanique de

Hamilton. Les équations du mouvement peuvent prendre la forme réduite suivante :
I'=4LD (A.75)

ou ¢L représente 'opérateur de Liouville, défini selon :

iL=1{... A
2'8%8 a%a]

9P, OR, OR, 0P,

(A.76)

I

(B, 0 - 0
Z _I_—»+FI_—;
_MlgR[ aP]

I
ou la notation {f, 7’} désigne le crochet de Poisson entre I'hamiltonien J# et une
fonction f. Il faut remarquer dés & présent que tout propagateur construit a partir de
I'opérateur d’évolution de Liouville est symplectique. En effet, la métrique de I'espace

des phases est conservée puisque I'hamiltonien 5 est un invariant et le crochet de

Poisson de deux invariants est lui-méme un invariant du systéme.

La relation (A.75) admet comme solution formelle :
['(t) = 'T(0) (A.77)

Cette relation est le point de départ pour la dérivation des procédures d’intégration
numérique. L’opérateur unitaire % (t) = e**! est le propagateur classique. Son action
sur ['(0) ne peut étre déterminée analytiquement que pour quelques cas simples. Toute-
fois cette relation formelle peut étre utilisée pour générer des propagateurs numériques
a l'aide d’approximations simplifiant la relation (A.77). Supposons, par exemple, que
lopérateur de Liouville i£ puisse étre décomposé en deux parties, iL = 1Ly + iLs, de

telle fagon que l'action du propagateur classique sur I'(0) pour chaque partie puisse

étre analytiquement déterminée. Ce propagateur classique peut étre ré-écrit a I’aide du
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théoréme de Trotter [45], qui stipule :

U (t) = e = exp [(1L1 +iLs)1]

. AN AT R
= Mznm exp oM exXp Vi exXp oM

Posons ensuite t/M = 6t. Pour M fini, I'approximation suivante peut étre faite :

1L10t
2

1L10t

) x exp (iL90t) X exp ( > + 0 ((Mdt)*) (A.79)

M
exp(iLMt) ~ Hexp (
k=1

soit, avec M =1 :

1L16t

exp(iLdt) ~ exp ( 21 110t

) x exp (iL20t) X exp ( ) + 0 ((51)°) (A.80)

On peut donc définir un propagateur discret en temps :

G (0t) = exp (2£15t> X exp (iL0t) X exp (

(1) <o (%)

Les trois composantes de ce propagateur ¢(dt) sont chacune unitaires, le propagateur

iL10
t) (A.81)

¢ (5t) est donc aussi unitaire, i.e. 471(5t) = 47(6t) = ¥(—dt). Ceci signifie que tout
propagateur basé sur la factorisation de Trotter est réversible dans le temps.

Pour mieux préciser ’action de chaque composante du propagateur, définissons :

[y [0t;T(0)] = 24 (6t) T'(0) (A.82)
[y [0t;T(0)] = 2 (6t) T'(0) (A.83)
correspondant respectivement a 1’état au temps (dt) alors que le systéme, initialement

dans I'état T'(0) est soumis soit & %4 soit & %. En appliquant ainsi Popérateur ¥ (dt),

défini par la relation (A.81), a un état initial I'(0), on obtient :

(5t) = % (@> X U (5t) x % (&) T(0)

_ %1( ) X Uy (6t) T { O)} (A.84)
_%1( ) {5”1{_’ ”
e infon sl
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Considérons, par exemple, le découpage de I'opérateur de Liouville suivant :
B 90

< A.85
T M] 8R] ( )

= 0
| XI: F 2
En appliquant la relation (A.81), ceci conduit au propagateur :
ot ~ 0 ~ 0 ot = 0
Y (0t) =exp | — Fi— | exp | ot Pr— |exp | — Fr— A.86
w0=en (L)oo (8 o (257 ) aso
De plus, en développant en série de Taylor I’exponentielle, on peut montrer que tout

ad/0x

opérateur de la forme e agissant sur une fonction f(x), avec a indépendant de z,

s’écrit :

Ainsi, en appliquant successivement les trois composantes du propagateur, défini par

la relation (A.86), a un état I'(0) = ({ﬁI(O)}, {]31(0)}), on obtient :

= (0t - ot =

R (6t) = R(0) + %ﬁf <%) (A.88)

= = (0t ot =

Ces relations peuvent étre exprimées sous la forme condensée suivante :

Ry(t+6t) = B;(t) + %ﬁ,(t) + (2?3]2 Ey(t) (A.89)
Pr(t + 0t) = Py(t) + % <ﬁ1(t) + Fy(t+ 5t)> (A.90)

On retrouve alors ’algorithme Verlet aux vitesses, présenté précédemment. Cette ma-
niére élégante de retrouver le propagateur de Verlet permet de justifier ses propriétés
de symplecticité et de réversibilité temporelle. Un développement de la factorisation de
Trotter a des ordres plus élevés conduit & des propagateurs plus précis. Toutefois, ce

développement fait apparaitre les dérivées des forces par rapport aux positions, termes
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trop gourmands en temps de calcul. Le développement d’intégrateurs au moyen de la
factorisation de Trotter s’avére trés utile pour des systémes dont les échelles de temps
caractéristiques sont multiples. C’est en particulier le cas lorsque le systéme est couplé
a un « réservoir », tel qu’un thermostat. Cet aspect est plus détaillé dans la partie C
ainsi qu’en annexe.

Les différents algorithmes propagateurs permettent d’estimer 1’évolution temporelle
d’un systéme moléculaire avec plus ou moins d’efficacité et de précision, ceci a partir
d’un jeu de conditions initiales données. Le choix de ce point de I'espace des phases de
départ peut grandement influencer le résultat des simulations de dynamique molécu-

laire.

IV Choix des Conditions Initiales

A énergie totale & fixée, la configuration de départ {E(O)} de la simulation peut
en principe étre quelconque dans la mesure ou elle appartient & ’espace des phases
autorisé, ce qui ici s’écrit simplement ”f/({ﬁj}) < &. Ceci suppose que le systéme a
un comportement ergodique. Il est d’usage de débuter une simulation avec une géomé-
trie pertinente, en général un isomeére de basse énergie, si possible le plus bas connu.
Cette régle n’est pas absolue, notamment pour les simulations & haute énergie ou dans
I’ensemble canonique, mais la régle énoncée plus haut impose de toute fagon que la
configuration de départ soit de plus en plus proche du minimum global & mesure que
I’énergie totale décroit.

Le probléme des vitesses initiales se pose en termes différents selon que ’on simule
un systéme fini ou ayant des conditions limites périodiques. Dans ce dernier cas, il suffit
de vérifier que la quantité de mouvement totale est nulle a I'instant initial. En général
une distribution des vitesses aléatoires ou suivant une loi de Maxwell est choisie, la
contribution du centre de masse est retranchée et I’ensemble des vitesses est multiplié

par un facteur constant pour obtenir ’énergie totale recherchée.
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Dans le cas d’un systéme fini, la contrainte sur le moment cinétique est plus stricte,
mais le principe reste similaire. En plus de I’énergie totale &, de la quantité de mou-
vement totale ]3, le moment cinétique L doit également étre imposé. Pour simplifier,
les valeurs de P et L choisies sont en général toutes deux nulles. On commence a nou-
veau par choisir des vitesses aléatoires en direction et en norme pour chaque particule,
éventuellement suivant une loi de Maxwell. La quantité de mouvement totale est alors
supprimée par un simple décalage du vecteur requis. Le nouvel ensemble de vitesses
ne satisfait pas a la contrainte sur le moment cinétique, ce dernier est annulé de la
maniére suivante.

— Le moment cinétique créé par les vitesses initiales (aprés décalage) est :
LO=>"MFE; x V" =150 (A.91)
— Ce moment peut étre compensé en enlevant la contribution de rotation globale :
j =70 _ 50« R, (A.92)

ou I représente la matrice d’inertie. Finalement, les vitesses sont multipliées par un
facteur constant a pour atteindre ’énergie cinétique initiale souhaitée :

1/2

¢~V ({B1})

Vi(t=0) = 04171(1) a= -
L3 My (VD2

(A.93)

Si le systéme étudié posséde un moment cinétique L non nul, la vitesse de chaque

particule doit comporter une composante de rotation globale :

\7}‘“ =" x B, avec L =1I-g™ (A.94)
Dans le calcul de I’énergie totale, il est alors nécessaire de tenir compte de I’énergie
de rotation induite par le moment cinétique. La géométrie de départ {R;(t = 0)} doit

donc vérifier & présent :

VAR + I T RO - E < & (A.95)
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Notons cependant qu’a moment cinétique nul, une autre facon d’engendrer des condi-
tions initiales d’énergie totale & sans moment cinétique consiste a déplacer aléatoi-
rement la géométrie jusqu’a ce que l’énergie potentielle atteigne &. Il suffit alors de

relacher le systéme sans vitesse initiale.

V Conclusion

Il existe plusieurs fagons de simuler 1’évolution temporelle d’un systéme molécu-
laire. A partir d’une approche quantique, la dynamique moléculaire ab initio s’inscrit
comme une vision mixte ol les noyaux sont des particules classiques alors que la struc-
ture électronique est décrite dans une approche quantique. Cette approche se justifie
donc lorsque les effets quantiques nucléaires et les couplages adiabatiques peuvent étre
négligés. Les équations du mouvement des noyaux résultantes peuvent étre intégrées
dans le temps au moyen d’algorithmes propagateurs symplectiques, tel que le schéma
de Verlet, sans pour autant nécessiter I’évaluation des dérivées secondes du potentiel
électronique. La réalisation de trajectoires a 'aide de ces outils permet de générer un
jeu de points de I'espace des phases, qui peut s’identifier a ’ensemble microcanonique
au regard de I'hypothése ergodique. Ceci constitue la base de la dynamique molécu-
laire ab initio. Néanmoins un point n’a pas été abordé au cours de cette partie : la
description de la structure électronique. Ces méthodes, qui sont au cceur de la chimie

quantique, sont présentées dans la partie suivante.



B La Structure Electronique des

Edifices Moléculaires

Dans la partie précédente, ['attention a été portée sur les differentes possibilités d’es-
timer | évolution temporeHe de la structure nucléaire et éventuellement celle des élec-
trons. Le but de cette partie est de souligner les grandes 1ignes des differentes ap-

proches de détermination de la structure électronique ainsi que le calcul des dérivées

LN 7, . . . 2 .
premiéres del énergle par rapport aux positions des noyaux, les gradlents nucléaires.

6,“!?\’5' la dynamique moléculaire Born-Oppenheimer, nous avons vu que la struc-
\4".‘ 1’

ture électronique est déterminée a chaque pas de la propagation nucléaire comme
solution stationnaire. Cela revient a résoudre I’équation de Schrodinger indépendante
du temps :

SV = ET (B.1)

ou W désigne la fonction d’onde électronique et .7, ’hamiltonien électronique :

PR Sk i SN o (B.2)
T 2me i<j 75 =751 1. | R — 7]

D’un autre coté, pour les méthodes de dynamique moléculaire ou la propagation tem-

porelle de la structure électronique est explicite, la fonction d’onde initiale doit étre

déterminée. La encore, la structure électronique est souvent obtenue en résolvant 1’équa-

tion de Schrodinger indépendante du temps (B.1). Il faut noter que les différentes

approches qui sont exposées par la suite tiennent compte de 'approximation de Born-

Oppenheimer, énoncée précédemment (cf. partie A, § I1.2 p. 11).
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I Approximation Monoélectronique — Déterminant de

Slater

La principale difficulté dans la résolution de 1’équation (B.1) provient du terme de
répulsion biélectronique, second terme de la relation (B.2). Cependant, si on considére
que les électrons évoluent indépendamment les uns des autres, ’hamiltonien électro-

nique 7, peut alors s’écrire comme la somme d’hamiltoniens monoélectroniques :
n
A=Y hi) (B3
i=1

[L’hamiltonien monoélectronique h; rend compte du terme d’énergie cinétique de 1’élec-
tron ¢, du potentiel attractif nucléaire qu’il ressent mais aussi de la répulsion moyenne
entre ’électron 7 et tous les autres. Cette approximation est dite approximation mono-
électronique. La fonction d’onde W peut alors s’écrire comme un produit de fonctions
d’ondes monoélectroniques ¢;, elles-mémes fonctions propres des opérateurs h;. Une
spin-orbitale ¢; est le produit d’une orbitale spatiale 1); avec une fonction propre de
spin « ou (3. La forme la plus simple que la fonction d’onde ¥ peut alors prendre est

le produit suivant, dit produit de Hartree :
v=]]¢ (B.4)

Toutefois, cette expression ne respecte pas le principe de Pauli : en effet la fonction
d’onde résultante n’est pas antisymétrique par rapport a I’échange de deux électrons.
Une solution, proposée par J. C. Slater, est d’exprimer la fonction d’onde électronique

sous la forme d’un déterminant [46, 47|, dit déterminant de Slater :

¢1(1) @o(1) ... ¢u(1)

¢1(2) $2(2) ... a(2)

U= (B.5)

1
Vil
¢1(n) ¢a(n) ... ¢u(n)

La résolution de l'équation de Schrodinger (B.1) conduit a la détermination de ces

spin-orbitales ¢;. Au lieu de rechercher directement ces fonctions, il est plus commode
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de les exprimer comme une combinaison linéaire de fonctions de base, connues :

¢i(T) = Z CiaXa(T) (B.6)

L’indétermination repose alors sur les coefficients du développement c; . Il faut néan-
moins noter que, d’un point de vue mathématique, ’espace vectoriel des fonctions est
de dimension infinie. Par conséquent ce développement sur un nombre fini de fonctions
de base — seule possibilité pratique — est une approximation qui sera d’autant plus

justifiée que la base sera étendue. On parle alors de complétude de base.

IT Fonctions de Base

On peut distinguer trois grands types de fonctions de base pour la description de la
structure électronique. Chacun ayant ses avantages, leurs principales caractéristiques

sont briévement énoncées par la suite.

II.1 Base de type onde plane

Trés utilisées pour 1’étude des systémes en phase condensée, les ondes planes sont
issues de la physique du solide. La périodicité d’'un arrangement cristallin produit un
potentiel périodique et impose la méme périodicité pour la densité électronique. A
partir du théoréme de Bloch et des conditions aux limites périodiques de Born-Von

Karman [48], définissons une (super-) cellule, selon :
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Cette « boite », définie par la matrice h = [@y, ds, d3] a pour volume = det h. Ainsi

le systéme est invariant selon n’importe quelle translation de vecteur défini selon :
L=i-d+j-d+k-as V(ijk) eN (B.7)
De plus, il est utile de définir le réseau de 'espace réciproque :
o1 (h)~! = [51,52,63} (B.8)

tel que b; - d; = 2m0;;. Ainsi le systéme est invariant dans I'espace réciproque selon

n’importe quelle translation de vecteur définie par :
G=i-by+j by+k-bs (B.9)

Les fonctions de base de type onde plane ont la forme suivante :

fol) = % exp(i@ - ) (B.10)

Les ondes planes possédent des propriétés remarquables; en particulier elles sont :

— périodiques par rapport a la cellule h : fq (7 + E) = fa(7)

— orthonormées :(fa|fa) = da.or
Il est important de noter que les ondes planes sont des fonctions sans origine, i.e. elles
ne dépendent pas de la position des noyaux. Ceci implique plus particuliérement que
les contributions de Pulay (cf. §VII) soient exactement nulles, facilitant ainsi 1’évalua-
tion des gradients nucléaires. Ceci implique aussi que ces fonctions soient totalement
délocalisées, ne favorisant pas particuliérement certains atomes ou certaines régions de
I'espace. Ainsi, la maniére d’améliorer la qualité de la base est d’augmenter « 1’énergie
de coupure », i.e. d’augmenter le plus grand vecteur G a inclure dans le développement
des orbitales. Le grand désavantage des ondes planes est que, du fait de leur nature
non locale, il faut employer un grand nombre de fonctions pour correctement décrire les
zones de I'espace ou la densité électronique varie grandement, notamment au voisinage
des noyaux. Cette raison explique l'utilisation systématique de pseudo-potentiels, pour
tous les atomes, lors de calculs en base d’ondes planes, éludant ainsi la description de

la structure nodale complexe des orbitales dans la région de cceur.
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I1.2 Fonctions de Slater et fonctions gaussiennes

D’autres fonctions que les ondes planes peuvent étre utilisées pour développer les
orbitales selon la relation (B.6). Un choix possible pour ces fonctions de base sont
les orbitales atomiques. Ce choix se voit justifié si 'on considére, qu’au sein d’une
molécule, les atomes gardent en partie leur identité et donc que les molécules sont des
assemblages d’atomes légerement « distordus ». Cette vision des orbitales moléculaires
comme une combinaison finie d’orbitales atomiques est connue comme ’approximation
LCAO (de l'anglais “Linear Combination of Atomic Orbital”) [49, 50|. D’un point de vue
mathématique, de nombreuses fonctions peuvent étre choisies pour décrire les orbitales
atomiques. En pratique, deux types de fonctions sont communément employés. Les
fonctions de Slater sont caractérisées par une discontinuité a Iorigine (prise a la position
du noyau) :

S(7,¢) = N7 " Lexp(—Cr)Yim (0, ¢) (B.11)

ou Y}, désigne une harmonique sphérique, N une constante de normalisation, ( 'ex-
posant de 'orbitale et n, [ et m respectivement les nombres quantiques principal, or-
bitalaire et magnétique. Les fonctions de Slater décrivent de maniére trés satisfaisante
la densité électronique, ainsi que le comportement a l'origine des orbitales. Néanmoins,
I’évaluation des intégrales biélectroniques multicentriques s’avére délicate et cotiteuse
en temps de calcul.

Un autre choix de fonctions de base, proposé par S. Boys [51], est 1'utilisation de
fonctions gaussiennes, elles-aussi centrées au noyau. La forme cartésienne générale de

ce type de fonctions est :
G(7) = Nz'y? 2* exp(—ai ?) (B.12)

ou «a désigne 'exposant de la fonction et (i, 7, k) sont des nombres entiers. Cet exposant
a est a relier directement avec I’extension spatiale de la fonction. Le triplet (i, 7, k)
est quant a lui responsable de la nature angulaire de 'orbitale. Plusieurs fonctions

gaussiennes sont nécessaires pour décrire, avec la méme qualité qu'une seule fonction
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de Slater, une orbitale atomique. Une orbitale atomique est donc souvent développée sur
plusieurs fonctions gaussiennes. Toutefois les intégrales biélectroniques multicentriques
s’avérent plus faciles a calculer : en effet le produit de deux fonctions gaussiennes est

une nouvelle fonction gaussienne, I'intégrale peut alors étre évaluée analytiquement.

IIT Méthodes Ab Initio
Ez nihilo nihil'
II1.1 Hartree-Fock — équations de Roothan et Hall

A partir des approximations précédentes, c¢’est-a-dire Papproximation monoélectro-
nique et I'approximation LCAQO, on peut appliquer le principe variationnel et obtenir

les équations dites de Roothan et Hall [52, 53] :

Q
Vie [17 Q] Z(FST - 5iSsr)Cri =0 (B13)

r=1

ou () est le nombre de fonctions de base, ¢; désigne I’énergie orbitalaire, i.e. la va-
leur propre associée a l'orbitale ;. La reformulation matricielle de ce jeu d’équations

conduit & :

FC = SCe (B.14)

ot € désigne la matrice diagonale des énergies orbitalaires €;, C est la matrice des coeffi-
cients de la combinaison linéaire des fonctions de base, S est la matrice de recouvrement

et F' représente la matrice de Fock. Les éléments de ces matrices s’écrivent :
Srs = (Xr|Xs) (B.15)

1
= H"™ + Z [rs]y,u - 5(T/L|VS) (B.16)

'Rien (ne vient) de rien. Célébre aphorisme résumant la philosophie de Lucréce et d’Epicure, mais
tiré d’un vers de Perse (Satires, III, 84), qui commence par De nihilo nihil (Rien ne vient de rien,
c’est-a-dire Rien n’a été tiré de rien. Rien n’a été créé, mais tout ce qui existe existait déja en quelque

maniére de toute éternité).
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H " est la matrice de ’hamiltonien de cceur, c’est-a-dire 'hamiltonien monoélec-
tronique ne contenant que les termes d’énergie cinétique électronique et d’attraction

nucléaire. P désigne la matrice densité, définie selon :

occ

P =2 chcu (B.17)

et le terme (ij|kl) représente une intégrale de répulsion biélectronique :

1

(kD) = [ i (7)) = ni () (B.19

La résolution des équations de Roothan et Hall s’effectue de maniére itérative. En effet
la matrice de Fock F dépend du résultat — les orbitales — wia la matrice densité. A
partir d'un jeu arbitraire de coefficients pour la combinaison linéaire des orbitales, la
matrice de Fock est construite et la résolution de I’équation (B.14) conduit & un nouveau
jeu de coefficients, point de départ pour un nouveau cycle, et ce jusqu’a convergence.
Cette procédure est la méthode dite du champ auto-cohérent (“Self Consistent Field”
en anglais). Notons que le coit calculatoire d’un calcul d’énergie dans 'approxima-
tion Hartree-Fock, est proportionnel a Q* ou  représente le nombre de fonctions
de base pour le développement des orbitales. Ainsi, dans la méthode Hartree-Fock,
chaque électron interagit avec les autres électrons de fagon moyenne, c’est-a-dire qu’il
ressent un champ moyen. Il n’y a pas d’interaction instantanée entre deux électrons.
Ce phénomeéne est responsable de la corrélation électronique. Les méthodes qui sont
briévement exposées par la suite sont dites post Hartree-Fock puisqu’elles ont pour but
de décrire — du moins en partie — la corrélation électronique. Ces méthodes « post
Hartree-Fock » ont donc pour objet de calculer [’énergie de corrélation, définie comme

la différence entre I’énergie exacte et I’énergie de la limite Hartree-Fock.
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IT1.2 Meéthodes « post Hartree-Fock »

Il existe un grand nombre de méthodes ab initio permettant de prendre en compte
les effets de corrélation électronique. Parmi les approches variationnelles, on peut citer
les méthodes d’interaction de configurations [54] et plus particuliérement 'approche
CASSCF [55] qui envisage une interaction de configurations dans un espace orbita-
laire restreint. On peut aussi citer les approches perturbatives de la corrélation élec-
tronique, telles que les méthodes de Mgller-Plesset [56] basées sur un traitement par
la méthode des perturbations de Rayleigh-Schrodinger d’un hamiltonien d’ordre zéro
Hartree-Fock. Il existe aussi des méthodes mixtes qui traitent de maniére variation-
nelle les configurations de poids les plus importants et de facon perturbative les autres
configurations, telles que 1’approche CIPSI [57, 58, 59| ou bien CASPT2 [60]. Ces ap-
proches basées sur une description multiconfigurationnelle de la fonction d’onde sont,
entre autres, pertinentes pour la description de systémes a couche ouverte ou bien
lorsque une quasi-dégénérescence apparait. On peut enfin citer I’approche monoconfi-
gurationnelle “coupled-cluster” [61, 62, 63, 64] basée sur une définition différente et non
linéaire de la fonction d’onde.

Les méthodes ab initio précédentes ne constituent pas la totalité des approches
existantes pour décrire la structure électronique des édifices moléculaires. En effet ces
approches sont basées sur différents traitements de la fonction d’onde électronique
dépendant des 3n coordonnées électroniques pour pouvoir ainsi accéder a 1’énergie
électronique du systéme. Une alternative consiste a étudier directement la densité élec-
tronique : la théorie de la fonctionnelle de la densité. Notons enfin que ces méthodes
ab initio n’ont pas été utilisées de maniére combinée avec la dynamique moléculaire
au cours de cette thése, néanmoins ces approches multiconfigurationnelles seraient per-
tinentes, par exemple, pour la réalisation de dynamiques moléculaire sur des états

excités.
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IV La Théorie de la Fonctionnelle de la Densité

Les théories de la fonctionnelle de la densité permettent d’obtenir un gain de temps
de calcul substantiel par rapport aux méthodes « post Hartree-Fock » puisque 'opéra-
teur d’échange est modélisé a 1’aide d’une densité a une particule. Leur coiit calculatoire
est proportionnel a Q™ ou @ est le nombre de fonctions de base et m = 3 — 4. Cette
théorie a été proposée et utilisée en physique du solide sous 'impulsion de J.C. Slater
qui a proposé de remplacer le terme d’échange Hartree-Fock par le potentiel de Dirac
pé [15]. En 1964, P. Hohenberg et W. Kohn ont prouvé que les propriétés de 1’état
fondamental sont définies de fagcon biunivoque par la densité électronique p(7) [65].
Ces travaux marquent le début des méthodes issues de la théorie de la fonctionnelle de

la densité.

IV.1 Théorémes de Hohenberg et Kohn — Approche de Kohn

et Sham

Credo quia absurdum?

Le premier théoréme de Hohenberg et Kohn stipule que, pour I'état fondamental,
la densité électronique p(r) détermine le potentiel extérieur [65]. Ce théoréme peut
facilement se démontrer ab absurdo. L’énergie de I’état fondamental du systéme &,

peut alors s’écrire comme une fonctionnelle de la densité :
& lpl = T [pl + Vieelp) + Ven [p] (B.19)

ou 7 [p] désigne le terme d’énergie cinétique, ¥._n [p] le terme d’interaction électrons-
noyaux et %, _.[p] le terme d’interaction électrons-électrons. Le second théoréme de
Hohenberg et Kohn stipule que la densité peut étre exactement calculée grace a un
principe variationnel [65]. Ces équations ne sont pas utilisables directement pour effec-

tuer des calculs atomiques ou moléculaires. Pour faire de la relation formelle (B.19) un

2Je le crois parce que c’est absurde. Paroles faussement attribuées & Saint Augustin.
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outil pratique, W. Kohn et L..J. Sham ont proposé de décomposer la fonctionnelle de

'énergie totale en divers termes [66] :

610 = Tolp)+ [ ad®) 4 Heoa ) 7+ 2 (B.20

ou 7 [p] désigne le terme d’énergie cinétique d’un systéme ayant la méme densité
électronique que le systéme réel mais au sein duquel il n’y a pas d’interaction entre les

électrons, 7., est le terme d’interaction coulombienne entre les électrons :
L[ p()
Veou(7) = = | ——2=dr’ B.21
coul<_) 2/|7;»_7;»,‘ ( )
Y.ut est le terme associé au potentiel extérieur des noyaux :

Vo) == 3 =

—_— (B.22)
I |7?_ RI|

et enfin &,. qui désigne la fonctionnelle « d’échange-corrélation ». Ce terme inclut
toutes les contributions énergétiques non prises en compte par les termes précédents :
I’échange électronique, la corrélation électronique, une partie de I’énergie cinétique ainsi
que des corrections au potentiel classique de Coulomb. Enfin Kohn et Sham proposérent
I'utilisation d’une fonction d’onde déterminantale, constituée de n particules indépen-
dantes dans n orbitales ¢pX(7) [66]. A I'aide de ces orbitales, la densité électronique
s’'écrit :

p(r) =2 Gl (B.23)

Ces orbitales sont alors solutions d’un jeu d’équations aux valeurs propres de la forme :
1
=GV o)+ Vo) 4 Kl S5 =050 (B2

o 7. est le potentiel d’échange corrélation défini comme la dérivée fonctionnelle de
I’énergie d’échange corrélation & :

560
op(r)

Cette équation aux valeurs propres (B.24) est analogue a celle de la méthode Hartree-

Vo) =

(B.25)

Fock. Cependant, au contraire de I'opérateur de Fock qui est non local, I'opérateur de
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Kohn-Sham est local : il ne dépend que de la position dans ’espace de 1’électron 7 et
non de I’électron lui-méme. De la méme maniére que pour I’approche Hartree-Fock, ces
orbitales sont développées sur un jeu de fonctions de base, et ces équations sont résolues
de maniére itérative par un processus auto-cohérent. Il faut enfin noter que la densité,
et donc I'énergie, seront déterminées exactement deés lors que le potentiel d’échange-
corrélation exact est connu. La principale difficulté des méthodes de la théorie de la
fonctionnelle de la densité réside dans la définition de cette fonctionnelle d’échange-
corrélation. Dans ce but, plusieurs approximations ont été réalisées pour conduire a

différentes fonctionnelles.

IV.2 Les différentes fonctionnelles
IV.2.a Le gaz uniforme d’électrons : ’approximation de la densité locale

Les premiéres mises en ceuvre de ’approche de Kohn et Sham utilisent pour la
fonctionnelle d’échange-corrélation I'approximation de la densité locale (LDA, de lan-
glais “Local Density Approzimation”). Celle-ci est basée sur 1'analyse du gaz homogéne
d’électrons. Ces fonctionnelles sont connues pour sous-estimer l’énergie d’échange et
surestimer I’énergie de corrélation. D’un point de vue structural, ces fonctionnelles
conduisent, en général, a des longueurs de liaisons trop courtes, une surestimation des

énergies de liaisons et des liaisons hydrogénes trop faibles.

IV.2.b L’approximation du gradient généralisé

L’approximation de la densité locale est appropriée a ’étude des systémes dont la
densité varie lentement dans I’espace. Une facon d’améliorer la fonctionnelle d’échange-
corrélation est de la rendre dépendante a la fois de la densité locale et des variations

de cette derniére, c’est-a-dire du gradient de la densité :

£ = / o) Vo [0(7), V(7)) dF (B.26)
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La plupart des fonctionnelles corrigées du gradient (GGA, de I'anglais “Generalised
Gradient Approxzimation”) est construite comme ’addition d’une correction a une fonc-
tionnelle LDA. L’une des plus populaires fonctionnelles d’échange est celle proposée
par Becke en 1988 [67]; celle-ci est paramétrée sur les énergies d’échanges connues
d’atomes de gaz rares. Cette derniére est treés souvent associée a la fonctionnelle de
corrélation proposée par C. Lee, W. Yang et R.G. Parr [68|, paramétrée sur I’énergie
de corrélation de ’atome d’hélium. Il existe bien d’autres fonctionnelles corrigées du
gradient, obtenues de différentes maniéres, comme ’ajustement des parameétres sur des
données moléculaires par exemple ou bien la régularisation formelle du comportement
asymptotique. Les fonctionnelles corrigées du gradient s’avérent beaucoup plus efficaces
pour les calculs moléculaires. Toutefois des problémes persistent sur des données éner-
gétiques, telles que les énergies de liaisons ou bien les énergies d’activation des réactions

chimiques.

IV.2.c Les fonctionnelles hybrides

Les fonctionnelles hybrides incluent dans leur forme une fraction de I’échange exact,
comparable a I’échange Hartree-Fock mais calculé a ’aide des orbitales Kohn-Sham.
L’une des plus utilisée est la fonctionnelle proposée par A.D. Becke [69], ajustée sur des
énergies d’atomisation wvia trois parameétres. Les performances de ce type de fonction-
nelles sont bonnes, ce qui font d’elles les plus utilisées en chimie. Toutefois, il faut noter
que le calcul de I’échange exact augmente significativement le temps de calcul, ce qui
rend l'utilisation de ce type de fonctionnelle prohibitive lorsque la base est développée
sur des ondes planes.

Le principal avantage des méthodes basées sur la théorie de la fonctionnelle de
la densité est un gain substantiel de temps de calcul par rapport aux méthodes ab
initio. Outre les différentes approximations pour I’hamiltonien décrivant la structure
électronique, il existe d’autres outils permettant un gain de temps de calcul conséquent,

notamment en réduisant la taille de la base : les pseudo-potentiels.
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V Les Pseudo-Potentiels

Ambitiosa recidet ornamenta®

V.1 Les pseudo-potentiels atomiques

Notons que les propriétés énoncées par la suite & propos des pseudo-potentiels s’ap-
pliquent dans le cas ou la base atomique est développée sur des fonctions gaussiennes.
Méme si les notions suivantes sont analogues a celles employées pour les pseudo-
potentiels dans une base d’ondes planes, certaines propriétés sont différentes.

Les similitudes chimiques et physiques des éléments classés dans le tableau de Men-
deleiev sont dues a la structure électronique de valence : ce sont les électrons de valence
qui déterminent les propriétés chimiques et physiques des atomes et des molécules. Les
électrons de coeur ne sont que trés légérement affectés par ’environnement molécu-
laire. C’est pourquoi des approximations ou le cceur des atomes demeure invariant
dans I’environnement moléculaire ont été imaginées. Une de ces approximations repose
sur une théorie introduite en physique du solide en 1935 et propose l'utilisation de
pseudo-potentiels [70, 71|, en vue de simuler les effets des électrons de cceur tout en
préservant les propriétés des électrons de valence. Cette méthode commencera a étre
véritablement utilisée en chimie quantique qu’a partir des années 1970 |72]. Dans cette
approche, les électrons de cceur ne sont plus traités explicitement lors du calcul mais
leur présence est simulée a ’aide d’un pseudo-potentiel tel que les électrons de valence
aient le méme comportement, dans le champ du pseudo-potentiel que dans le champ
réel. Les principaux avantages de cette méthode sont :

— la réduction du nombre d’électrons a traiter lors du calcul,

— la réduction du nombre de fonctions de base et ainsi un allégement du calcul mais

aussi la possibilité d’élargir la base de valence,

— la possibilité d’inclure certains effets relativistes.

Les pseudo-potentiels de coeur ne conservent pas la structure nodale des orbitales de

311 retranchera les ornements ambitieux. Précepte d’Horace, dans I’Art poétique (v. 447).



46 LA STRUCTURE ELECTRONIQUE DES EDIFICES MOLECULAIRES

valence dans la région de cceur. Le terme monoélectronique de ’hamiltonien pour un
électron de valence devient :

1

(2

ou z = Z — n, désigne la charge nette du coeur et W, ; I'opérateur pseudo-potentiel.
Cet opérateur pseudo-potentiel va directement agir sur les électrons de valence pour
que leur comportement mime celui qu’ils auraient dans le champ réel uniquement dans
la zone de valence. On peut distinguer deux grandes classes de pseudo-potentiel : les
pseudo-potentiels cohérents de forme (“shape-consistent” en anglais) et ceux cohérents
en énergie (“energy-consistent” en anglais). La distinction provient de la méthode d’ex-
traction du pseudo-potentiel o1, dans le premier cas, on cherche avant tout a reproduire
la forme des orbitales dans la région de valence, alors que, dans le second cas, on cherche

avant tout a reproduire certaines observables telle que I’énergie orbitalaire.

V.2 Les potentiels effectifs de groupe

Dans la grande majorité des réactions chimiques, seuls quelques atomes de 1’édifice
moléculaire interviennent directement dans le processus réactionnel, le reste de la mo-
lécule étant principalement « spectateur ». Différencier les électrons actifs et inactifs
d’un systéme moléculaire est une approximation majeure en chimie quantique. Dans le
cadre de calculs ab initio ou DFT, les électrons de coeur sont bien souvent remplacés
par un pseudo-potentiel. Dans ce cadre, la séparabilité des électrons de cceur et de
valence est justifiée selon deux critéres : les différences spatiales et énergétiques entre
ces électrons. Toutefois, ce concept de séparabilité n’est pas exclusif aux électrons de
coeur, il peut étre généralisé au niveau d’un groupement chimique, différenciant ainsi
deux parties, 'une « active » et la seconde « spectatrice ». Un pseudo-potentiel de
groupe est donc ’analogue, pour un groupement chimique, a un potentiel effectif de
coeur, pour l'atome. Néanmoins le critére de séparabilité énergétique n’est plus ap-

plicable : cette utilisation s’appuie uniquement sur la séparabilité spatiale. Les bases
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théoriques des potentiels effectifs de groupe ont été établies dés 1987 [73], développées
par la suite [74] et leur pertinence a été démontrée dans diverses études |75, 76, 77|.
Les principaux avantages des pseudo-potentiels de groupe sont similaires a ceux des
pseudo-potentiels atomiques, c’est-a-dire la réduction du nombre d’électrons explicites
lors du calcul ainsi que la réduction du nombre de fonctions de base. Par contre, un
nouvel avantage de cet outil est son utilisation pour la définition et le traitement de la
frontiére dans les méthodes mixtes de type QM /MM [78]. Ce type de méthode hybride,

qui a aussi pour but la réduction du temps de calcul, est briévement exposé par la suite.

VI Approches Hybrides : Les Méthodes « QM /MM »

Alors que les champs de force de la mécanique moléculaire sont intrinséquement
incapables de décrire la structure électronique des molécules, le traitement par des
méthodes de mécanique quantique des systémes de grande taille est impraticable, mal-
gré les progrés des algorithmes a croissance linéaire |79, 80|. Cependant, les processus
chimiques concernent le plus souvent un nombre réduit d’atomes, le centre actif. Le
reste du systéme, constituant ’environnement des atomes actifs, a tout de méme une
influence essentielle. Les méthodes hybrides de type « QM/MM », dont les premiers
calculs furent introduits dés 1976 [81], proposent de traiter le centre actif grace aux mé-
thodes de mécanique quantique et de décrire I’environnement par une méthode moins
coliteuse comme la mécanique moléculaire. Deux grands schémas d’approches hybrides
peuvent étre distingués : les schémas additifs et les schémas soustractifs.

Les méthodes relevant d’un schéma additif envisagent I’écriture de 'hamiltonien du

systéme S selon :
H(S) = Hou (1) + Houn(1/0) + A (0) (B.28)

ou I désigne 'ensemble des particules décrites & haut niveau de la région QM, O pour
les particules de la région MM décrites & un plus bas niveau de théorie et (1/0) les

particules communes aux deux domaines. L’hamiltonien d’interaction g aas entre
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les deux régions peut s’exprimer simplement dans le cas d’'un découpage des domaines
QM et MM sans « rupture » de liaisons. Par exemple un systéme soluté/solvant peut
étre décrit en traitant a haut niveau le soluté, a un plus bas niveau de théorie le solvant ;
I’hamiltonien d’interaction entre les deux régions décrit alors l'interaction électrosta-
tique entre des charges ponctuelles de la partie solvant et la structure électronique du
soluté, polarisant ainsi cette derniére. L’expression de l'interaction entre les deux do-
maines s’avére plus délicate si la frontiére est intramoléculaire. Il est alors indispensable
de prendre en compte les interactions covalentes. Ceci a fait ’'objet de nombreuses pro-
positions, telles que la méthode LSCF [82] (de I'anglais “Local Self Consistent Field”).
Ces différents traitements ne seront pas plus développés ici.

La méthode illustrant un schéma soustractif pour les approches de type QM/MM
est la méthode ONIOM [83, 84] (de l'anglais “Our N-layered Integrated molecular Or-
bital/molecular Mechanics approach”). En conservant les mémes notations que précé-

demment, ce schéma soustractif est défini par I’hamiltonien suivant :
H(S) = Hom (D) + Hum(S) — (1) (B.29)

Ici, un hamiltonien d’interaction entre les deux domaines n’est pas définie ; ONIOM est
une méthode d’extrapolation. On réalise ainsi plusieurs calculs successifs : le systéme
modéle & un « haut niveau » de théorie (5 (1)), puis deux calculs & un niveau de
théorie moindre, 'un pour le systéme modeéle (7,(1)) et 'autre pour le systéme réel
(Fun(9)). Les énergies et leurs dérivées sont ensuite combinées pour engendrer une
surface d’énergie potentielle associée au systéme entier. ONIOM est la généralisation
de la méthode « IMOMM /IMOMO » [85, 86], laquelle est limitée & une partition du
systéme en deux couches. ONIOM étend ce concept & n couches, les calculs avec deux
ou trois couches étant, en pratique, les plus répandus.

Avec l'ensemble des méthodes décrites précédemment, nous avons a disposition
les outils nécessaires pour déterminer I’énergie potentielle d’un systéme moléculaire.
Afin de réaliser le traitement dynamique du systéme, les gradients nucléaires sont

indispensables et peuvent étre dérivés de I’énergie potentielle.
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VII Les Dérivées Premiéres de I’Energie

Pour la réalisation de dynamique moléculaire classique, les dérivées premiéres de
I’énergie par rapport aux positions nucléaires sont nécessaires. Celles-ci jouent le role
de I'accélération des noyaux. Le but de ce paragraphe est d’expliquer, succinctement,
comment ces dérivées sont calculées.

Une approche simpliste pour calculer les dérivées premiéres de 1’énergie serait de
différencier numériquement ’énergie. Il est cependant possible d’obtenir ces gradients
analytiquement. Leur expression dans I’approximation Hartree-Fock a initialement été
proposée par P. Pulay en 1969 (87, 88]. Les idées essentielles de ce développement sont
illustrées par la suite. Notons que des expressions analogues sont obtenues dans le cadre
de la théorie de la fonctionnelle de la densité.

L’énergie totale d’un systéme « a couche fermée » dans I'approximation Hartree-
Fock peut s’exprimer selon :

&= PuHI+ Z W Pro(uv]|oN) + P n (B.30)

uuAU

ol ¥y_n représente le terme de répulsion internucléaire défini par :
Z1Z,y
22
et ou les intégrales sont notées simplement :
1
(urlloA) = (uvloA) = 5 (uAlov) (B.32)

La dérivée partielle de I’énergie définie par la relation (B.30) par rapport a la position

du noyau é[ conduit & :

aHCOre )\ _
_Z » q ZPWPM IW||U ) 37/{ N
1 MV o
8P oP, (B.33)
+ V“Hc‘l)fe+ Py, (pvllo
%:aRI“ %RIA(MH )

ou P,, désigne un élément de la matrice densité, défini selon la relation (B.17). La

relation (B.33) suggére que les dérivées des coefficients du développement LCAO sont
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requises. Toutefois, le développement des deux derniers termes de la relation (B.33)

donne :

oP, oP,
S ey 57 P jon) (B.34)
nv aRI 12X I

4 Z Z 80’“ Hcorecw (B.35)

+4 Z Z ’“ PM (uvlloeA)C, (B.36)

wio i
=4y Z ‘%’f HEO™ + AZ Py, (uv||oN) | C;
w1 -
(B.37)
=4) Z %FWOW (B.38)
P
—4 Z 2> Z%" S, Cli (B.39)
T

Pour évaluer les dérivées de ces coefficients, la condition d’orthonormalité des orbitales
est employée :

1%

La différenciation de cette condition conduit & :

9C,,; oS
2 _f”S yCui - — C ZCW# B4]_
2 oR. S 2 O (B41)

A Taide de cette expression et de la relation (B.33), la dérivée partielle de 1’énergie

totale peut s’exprimer selon :

chore
a(fe _ ZPV# p 1 Z Pl/up)\aa('uyuo-)\)
ORr OR; 2 WG OR;
(B.42)
9”//1\7 N Z 0
oR, <" oR, 8RI

ou @, est défini par :

QMV = 225iC’mC’W~ (B43)
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Il faut remarquer ici que, lors du développement entre les relations (B.38) et (B.39),
les orbitales moléculaires sont supposées étre solutions des équations de Roothan. Ceci
n’est vrai qu’a la condition d’avoir minimisé ’énergie par rapport a ces orbitales. Cette
condition n’est, a priori, pas remplie lors d'une dynamique Car-Parrinello. L’expression

de ces dérivées [89] est dans ce cas :

Hcore 1 a )\
-3 P, —E s Z prMM
aRI v 2 VAo aRI
g “ (B.44)
67/N No4q Z — c
o1 ,uu Vi
prot

Cette expression différe de I'expression (B.42) par le dernier terme ot apparait la

dérivée de la transformation en base orthogonale des orbitales, définie par :

Uy; = Z (M_I)UV Cui (B.45)

v

Dans le cas d’une transformation symétrique [90] (appelée aussi transformation de

Léwdin), la matrice M est :
My, = (S72) = Thasy T (B.46)

ou s, et 1, désignent respectivement les valeurs et vecteurs propres de la matrice de

recouvrement S. La dérivée de cette matrice de passage s’écrit alors :

-1/2 _7 9%p
0(8),, _ Lo 13 (B.47)
R, B 32/282,/2( e 1/2> '

Les dérivées premieres de I'énergie Hartree-Fock peuvent donc étre calculées analyti-
quement, selon la relation (B.42) si 1’énergie électronique est minimisée par rapport
aux orbitales moléculaires. Ce sera le cas lors d’'une dynamique de type « Born-
Oppenheimer », mais lors d'une dynamique « Car-Parrinello », ces gradients seront
calculés selon la relation (B.44).

Dans ces derniéres relations apparaissent les dérivées des intégrales électroniques,

il faut donc préciser la dérivée des fonctions de base. Rappelons I’expression générale
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des fonctions gaussiennes :
Giji(T) = Nijkxiyjzk exp(—ar ?) (B.48)

ou 7 = (w,y,z) désigne la position relative d’un électron par rapport au noyau sur
lequel est centrée cette fonction gaussienne, i.e. ©¥ = 7; — ﬁ;. La position de ce noyau
est notée By = (X71,Y7, Zr), Pexpression de la dérivée de cette fonction, par exemple

par rapport a X, est :

0Giji (T .
Qa]—);ér) =2a Giv1,k(T) — i Gioy jk(T) (B.49)

Ainsi, la dérivée « par rapport & X » d’une orbitale de type p, (i = 1,j = k = 0)
conduira a deux orbitales, I'une de type s et 'autre de type d,2.

Bien que dans les relations (B.42) et (B.44) il n’apparaisse pas explicitement de
dérivée de la matrice densité, il ne faut néanmoins pas confondre ces relations avec le

théoréme d’Hellmann-Feynman. Notons I’énergie totale électronique selon :
&, = (V|| ) (B.50)

la dérivée premiére de 1’énergie par rapport a la position du noyau [ s’écrit alors :

&, v v
84 = <L!%y@>+<m‘a‘%ﬂ w>+<ww;2> (B.51)
0R1 8R[ 8R[ aRI
La condition de Hellmann-Feynmann est la suivante :
v v
<8T\%\@>+<W\%\87>:0 (B.52)
8R[ 8R[

Ces contributions sont souvent appelées termes de Pulay. Cette relation n’est vérifiée
que si la fonction d’onde ¥ est exacte. Ceci conduit alors & I'expression suivante pour

les gradients nucléaires :

o6 _ (4]0
OR; OR;

En pratique, pour des calculs moléculaires, la fonction d’onde ¥ obtenue n’est jamais

qf> (B.53)

la fonction d’onde exacte. Le théoréme d’Hellmann-Feynmann est donc caduque et ne
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doit pas étre utilisé. Il peut néanmoins étre utilisé si la base est développée sur des
fonctions d’ondes planes. En effet dans ce cas, méme si la fonction d’onde totale n’est
pas la solution exacte, la condition (B.52) est vérifiée puisque les fonctions de base ne

dépendent pas de la position des noyaux.

VIII Conclusion

Il existe différentes méthodes, plus ou moins précises, pour décrire, de maniére quan-
tique, la structure électronique des édifices moléculaires. Néanmoins, le choix d’une
méthode pertinente pour décrire un probléme particulier est a concilier avec son cotit
calculatoire. Une approche de dynamique moléculaire devient trés rapidement « gour-
mande » en temps de calcul. Par conséquent, 1'utilisation des méthodes de la théorie de
la fonctionnelle de la densité en dynamique moléculaire est bien souvent le compromis
le plus judicieux, a condition que la structure électronique du probléme étudié ne pré-
sente pas de caractére multiconfigurationnel trop marqué. De plus la taille des systémes
moléculaires qui peuvent étre décrits de maniére quantique reste encore relativement
modeste. Les méthodes hybrides, de type QM /MM peuvent s’avérer pertinentes pour
I’étude de systéme de plus grande taille. Une méthode permettant de réduire, de ma-
niére significative, le temps de calcul dans les approches de dynamique moléculaire ab
initio est 'approche de Car et Parrinello [7]. En effet cette méthode permet d’éviter la
procédure de minimisation de I’énergie par rapport aux orbitales moléculaires en propa-
geant, de maniére classique, la fonction d’onde. Une telle approche permet donc un gain
de temps de calcul significatif par rapport a la dynamique de type Born-Oppenheimer
dans laquelle 'étape limitante est cette minimisation de ’énergie potentielle. Dans
la méthode Car-Parrinello, I’étape limitante du point de vue du temps de calcul est
alors 'estimation des gradients de 1’énergie potentielle par rapport aux positions nu-
cléaires. Dans la partie suivante, 'attention est portée sur la dynamique moléculaire

Car-Parrinello et plus particuliérement sur la variante développée durant cette thése.






C Dynamique Moléculaire

Car-Parrinello

Le but de cette partie est de détailler la mise en ceuvre pratique de 17appr0che « Car-
Parrinello », en particulier la variante qui a été développée durant cette these. Ces
diverses approches se clistinguant principalement par le type de fonctions de base

utilisées, le principe général de la methode est tout d’abord rappelé.

o epuis Particle de Car et Parrinello [7] proposant la propagation classique de

7, la fonction d’onde, leur approche a fait I’objet de plusieurs implémentations,
variant notamment par le type de fonctions de base utilisées pour la description de la
structure électronique. Toutefois, aujourd’hui, la dynamique moléculaire Car-Parrinello
est synonyme d’un développement de la fonction d’onde au moyen d’ondes planes. Pour
comprendre pourquoi cette « suprématie » est si flagrante, un bref rappel historique

est nécessaire.

I Aspects Historiques

Le développement initial de ’approche Car-Parrinello a été proposé, en 1985, dans
le cadre de la théorie de la fonctionnelle de la densité, dans un schéma de description
de la fonction d’onde par des ondes planes [7]. Ce type de fonctions de base s’avére
notamment pertinent pour I’étude de systémes en phase condensée. En effet, ces fonc-

tions ne sont pas rattachées a un centre particulier, comme les noyaux dans le cas de
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fonctions gaussiennes; ces fonctions sont ainsi délocalisées et elles ne favorisent pas
particuliérement une zone de I'espace par rapport a une autre. Leur utilisation s’avére
donc « naturelle » pour décrire des systémes ou, a priori, la densité électronique est
bien délocalisée dans I’espace, voire périodique, comme dans le cas d’un solide cristallin.
Toutefois, un grand nombre d’ondes planes est nécessaire pour décrire correctement les
fortes variations spatiales de densité électronique. Ceci est manifeste notamment pour
décrire la structure nodale des orbitales de valence dans la région de cceur, cepen-
dant l'utilisation de pseudo-potentiels permet de réduire significativement le nombre
de fonctions d’ondes planes. D’un autre coté, de fortes inhomogénéités électroniques
peuvent apparaitre dans la région de valence des atomes. C’est notamment le cas lors
d’une réaction chimique, ot des liaisons se rompent et d’autres se forment, ou bien
lorsque ces liaisons possédent un caractére ionique marqué. Un effort calculatoire sera
donc nécessaire pour correctement décrire, a ’aide d’ondes planes, ce type de systéme.
[’utilisation d’une base locale semble alors plus pertinente pour étudier des systémes
moléculaires ou de fortes inhomogénéités électroniques apparaissent. En effet, méme si
les intégrales sont plus cotiteuses en terme de temps de calcul, le nombre de fonctions

de base nécessaire pour décrire correctement la structure électronique est bien moindre.

L’utilisation de ce type de base pour la réalisation de simulations de dynamique
moléculaire dans le cadre d’un lagrangien étendu, i.e. de type Car-Parrinello, a été
proposé dés 1990 par M. J. Field [9, 24]. Ces travaux, visant des simulations de « recuit
simulé » ou de minimisation directe, ont été réalisés dans un cadre semi-empirique ainsi
que dans I'approximation Hartree-Fock pour la description de la structure électronique.
Trés rapidement, I'idée de combiner la dynamique moléculaire Car-Parrinello avec une
description en base locale de la structure électronique a été reprise par E. A. Carter [25].
Ce schéma fut appliqué dans des approches mono- et multi-configurationnelles de la
fonction d’onde (Hartree-Fock, “Generalized Valence Bond” et interaction de configura-
tions) [25, 26, 27, 28, 29, 30, 31, 32]. Apreés avoir utilisé & maintes reprises ce schéma, ces

travaux conclurent quant a l'inefficacité de la dynamique moléculaire Car-Parrinello en
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base locale [31]. En effet, 'approche proposée souffrait d’un épineux probléme : 'éner-
gie totale du systéme n’était pas conservée au cours de la simulation, entrainant des
« pertes » de Pordre de 1072 u.a. en 1 ps de simulation |30]. Ce fait assez surprenant
peut notamment s’expliquer puisque les termes « de Pulay » (cf. § VII p. 49), non
négligeables pour le calcul des gradients nucléaires, avaient été omis. Ceci est d’au-
tant plus surprenant puisque le schéma proposé par M. J. Field tenait compte de ces
termes : aucune composante de ces gradients n’était oubliée, en particulier les termes
associés au fait que les orbitales propagées ne minimisent pas ’énergie électronique.
De plus, d’autres termes intervenant dans les équations de mouvement associés aux
noyaux avaient été omis : les termes associés aux contraintes d’orthonormalisation (cf.
§I1.3 éq. A.38 p. 15). Depuis ces développements, 'approche de Car et Parrinello en
base locale était considérée comme vaine et sans avenir. Toutefois H. B. Schlegel et al.
ont récemment proposé un schéma de dynamique moléculaire en base locale a I'aide
d’un lagrangien étendu [33|. Cette méthode est briévement discutée par la suite ; néan-
moins, auparavant, le principe général et les détails de la mise en ceuvre de 'approche

Car-Parrinello sont rappelés.

II Quelques Aspects Techniques

Les techniques de mise en ceuvre de la méthode Car-Parrinello ont été principale-
ment développées par M. E. Tuckerman et M. Parrinello [91]. Notamment, ces derniers
détaillerent l'intégration des équations du mouvement a l'aide de 1’algorithme de Ver-
let aux vitesses. Ce paragraphe reprend donc les principaux points de 'intégration des

équations du mouvement Car-Parrinello.

II.1 Les équations du mouvement

La méthode Car-Parrinello, initialement développée dans le cadre de la théorie de

la fonctionnelle de la densité, est basée sur un lagrangien étendu, ou les électrons,
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représentés par un jeu d’orbitales {1;(7)}, exécutent une dynamique classique fictive,
leur permettant de « suivre » le mouvement nucléaire. Les équations du mouvement du
systéme dynamique complet sont dérivées du lagrangien postulé par Car et Parrinello,

dont I'expression est rappelée :
1 . 5 1 =
Zor= g3 [ GOR 5 5 Vi
+ s ([ e - 6,) - & [t 1]
i3

On retrouve dans ce lagrangien les termes habituels de la dynamique moléculaire

(C.1)

classique, i.e. les termes d’énergie cinétique nucléaire et d’énergie potentielle, auxquels
viennent s’ajouter un terme d’énergie cinétique des orbitales moléculaires ainsi qu’un

terme de contrainte, permettant d’assurer I’orthonormalité de ces orbitales :
[ = (©2)

Les équations du mouvement associées a ce lagrangien sont obtenues a l'aide des rela-

tions d’Euler-Lagrange et conduisent aux relations suivantes :

8(5"
M IRI (C.3)
RI
/~L¢z( r, = 5¢* + ZAZ]¢] (C4)
La quantité gii peut étre ré-écrite de maniére équivalente :
0é,
= == — Z‘%KS 7 CS

ot K5 désigne 'hamiltonien Kohn-Sham.
Cette approche découle de la mécanique classique, plusieurs invariants peuvent donc
étre définis, notamment 1’énergie totale du systéme, qui doit étre conservée au cours

d’une simulation :

§=n [ AP + 5 S M + 6 (), () ()
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On retrouve dans cette expression 1’énergie totale réelle, c’est-a-dire 1’énergie cinétique
nucléaire et ’énergie potentielle, & laquelle s’ajoute le terme d’énergie cinétique fictive
associée aux orbitales moléculaires. La conservation de I’énergie totale réelle représente
une mesure de la qualité de la trajectoire, puisque ’énergie totale réelle est l'invariant
associé a une dynamique Born-Oppenheimer de référence. Ces deux quantités seront
ainsi fondamentales pour décrire I'efficacité et la pertinence de la méthode. L’intégra-
tion des équations du mouvement (C.3) et (C.4) au moyen d’'un propagateur ne pose
pas de difficulté particuliére, seule la détermination des forces associées aux contraintes

d’orthonormalisation est particuliére.

I1.2 Les contraintes d’orthonormalisation

La méthode pour satisfaire les contraintes d’orthonormalisation des orbitales mo-
léculaires (C.2) dépend de 'algorithme choisi pour intégrer les équations du mouve-
ment (C.3) et (C.4). L’algorithme le plus utilisé est le propagateur de Verlet. Le détail
de l'intégration des équations contraintes du mouvement électronique est précisé par

la suite pour les algorithmes Verlet et Verlet aux vitesses.

I1.2.a Verlet

L’approche exposée par la suite pour résoudre I'intégration contrainte des équations
du mouvement des orbitales est inspirée de la proposition de J. P. Ryckaert [92]. Dans

cette procédure, ’algorithme de Verlet prédit ’évolution non contrainte des orbitales

selon :

- 5t)2

e+ 80) = 210s(0) = e - o) + Lo o) ©1)
oil |®;(t)) = —f;7255)9;(t)) est la « force » non contrainte au temps (t) agissant sur

I'orbitale ¢);. Ces orbitales partiellement prédites sont ensuite corrigées en ajoutant les

forces associées aux contraintes d’orthonormalité :

[t + 6t)) = [di(t + 61)) +ZXz-j\¢j(t)> (C.8)
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ou X;; = %Aij. Les multiplicateurs de Lagrange inconnus sont déterminés en appli-
quant la condition d’orthonormalité (C.2) aux orbitales au temps (¢ + 0t) : la substi-
tution de la relation (C.8) dans I’équation (C.2) conduit a une relation que la matrice
X doit satisfaire :

XX+ XB+B X' =1-A (C.9)

ot Aij = (Ui (t468)|eh; (t+68)) et Bij = (4;(t)|1;(t+6t)). En notant que A = I+O(5t2)

et B =14 O(dt), 'équation (C.9) peut étre résolue de maniére itérative selon :
1
Xnst) = 50— A+ X (= B) + (I - BN)X(,) — X7, (C.10)

en partant d’un jeu initial X = %(I — A). L’équation (C.9) peut ainsi étre résolue
avec une tolérance de 107% en 4 a 6 itérations [91]. La matrice X obtenue est alors

utilisée pour obtenir les orbitales au temps (¢ + 6¢) selon la relation (C.8).

I1.2.b Verlet aux vitesses

Une autre méthode, équivalente pour résoudre des éventuelles contraintes est 1’al-
gorithme « RATTLE » [93], basé sur le propagateur de Verlet aux vitesses. Dans cette
approche, la contrainte (C.2) et sa dérivée premiére par rapport au temps sont satis-
faites :

(i ()| (£)) + (Wa(B) b5 (t)) = 0 (C.11)
Il faut noter que cette condition supplémentaire par rapport au cas précédent est en
principe nécessaire pour démontrer une stricte conservation de I'énergie totale a partir
des équations du mouvement. En pratique toutefois, en utilisant I’algorithme de Verlet
original, la relation (C.2) est satisfaite a la précision numérique prés. Dans l'algorithme

Verlet aux vitesses, les orbitales [1;(t)) et leurs vitesses associées |t;(t)) sont d’abord

corrigées simultanément par les forces |®;()) :

(0t)°
2

[t + 0t)) = [i(t)) + 0thi(t)) + | i(t)) (C.12)

[a(t + 61)) = [a(8)) + 5—;|<1>i<t>> (C.13)



Il Quelques Aspects Techniques 61

Les orbitales |1);(t + dt)) sont ensuite obtenues en suivant la méme procédure que dans
le cas de ’algorithme de Verlet original, définie par les relations (C.8), (C.9) et (C.10),
excepté le fait que la matrice X est ici définie par X;; = %Azj- Une fois que les
multiplicateurs de Lagrange A;; sont connus, les vitesses des orbitales sont prédites

selon :
[ (1 + 08)) = [, (t + 1) + —|<I> (t+ 1) ZAUI% (C.14)

ou les forces |®;(t + 6t)) représente la force au temps (¢ + 0t) calculée a partir des or-
bitales |1;(t 4 0t)). La correction finale apportée aux vitesses provient des contraintes
d’orthonormalisation & (¢ + 0t) en utilisant un jeu différent de multiplicateurs de La-

grange A, assurant que la relation (C.11) est satisfaite au temps (¢ + 0t). Les vitesses

7/]7

des orbitales sont ainsi ré-écrites selon :
i (t + 68)) = |y (£ + 6¢)) +Z il (t + 6t)) (C.15)

ol Y;; = 2LA!.. En substituant expression (C.15) dans la relation (C.11) exprimée au
J 2u” 7

temps (¢ + %), les nouveaux multiplicateurs de Lagrange sont définis par :
1 f
Y:—é(C+C) (C.16)

ot Cij = (wi(t + 1) |4y (¢ + o1)).

Finalement, en utilisant ’expression des multiplicateurs de Lagrange (C.16) dans 1'ex-
pression (C.15), on obtient les vitesses des orbitales corrigées |1;(t + 0t)). Le fait que
la matrice Y peut étre obtenue sans 'aide d’un schéma itératif montre que les vi-
tesses des orbitales vérifient exactement la contrainte d’orthonormalisation éq. (C.11).
Bien que l'algorithme de Verlet aux vitesses semble plus contraignant et plus cotiteux,
son utilisation est préférée par rapport aux autres algorithmes puisque 'incorporation
d’autres outils, tels que les thermostats ou les contraintes, est plus aisée. Le détail de
I'implémentation de thermostats ou de contraintes géométriques sera précisé plus tard

dans ce manuscrit.
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IIT Propagation Classique de la Matrice Densité

Un schéma de dynamique moléculaire, de type Car-Parrinello, en base locale, a
récemment été proposé par H. B. Schlegel et al. [33]. A la différence de la méthode
originale de Car et Parrinello ou la propagation classique des orbitales moléculaires est
effectuée, cette approche considére I’évolution classique de la matrice densité. Cette
méthode porte le nom de ADMP (de I'anglais “Atom-centered Density Matriz Propa-
gation”) et est basée sur le lagrangien étendu suivant :

Lapup = %,uTr WW) + Z M, R
(C.17)
~ Tr[A (PP~ P)| - &, [P, {f}]

ou W représente la matrice des « vitesses » associée a la matrice densité P. Les
équations de mouvement découlant de ce lagrangien étendu (C.17) sont intégrées dans
le temps au moyen du propagateur Verlet aux vitesses (cf. § II1.3 p. 22) et la structure
électronique peut étre décrite dans une approche monoconfigurationnelle, i.e. Hartree-
Fock ou DFT. Les détails de cette approche ne seront pas discutés par la suite, toutefois
quelques points particuliers sont rappelés.

Une des particularités de ce schéma est que, & chaque pas de la propagation, la
matrice densité est « purifice » grace a la transformation de Mac Weeny [94] : P =
3P2% — 2P3. Cette transformation permet, en particulier, d’assurer I'idempotence de la
matrice densité. Un autre point particulier est 1'utilisation de masses fictives différentes
pour les différents éléments de la matrice densité [11]. La masse fictive 1 devient alors

une matrice :

ul> =/ M. si Fy>-2au (C.18)
Wl = VA2 F T2 +1] s Fa<-2au (C.19)
pl?=0 si i#j (C.20)

ou .. désigne ainsi la masse fictive associée aux orbitales de valence et F;; représente

un élément de la matrice de Fock. Ce schéma permet d’affecter des masses plus impor-
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tantes aux orbitales de cceur, ce qui se justifie assez naturellement puisque ces orbitales
possédent un fort caractére atomique. Ces orbitales sont donc, a priori, plus inertes,

au cours d’une dynamique, que les orbitales de valence.

Cette méthode a été éprouvée et comparée a des trajectoires de type « Born-
Oppenheimer » [95]. Ces travaux ont montré 'efficacité de ce schéma, notamment
en terme de conservation de I’énergie totale du systéme; de plus les redistributions
énergétiques rotationnelles et vibrationnelles aux cours des trajectoires ont été analy-
sées, montrant ainsi une reproduction satisfaisante des trajectoires Born-Oppenheimer
de référence. Néanmoins, un point n’est pas abordé dans les différents articles discutant
de cette méthode. La pertinence de la méthode de Car et Parrinello est habituellement
justifiée grace a la séparabilité énergétique entre les noyaux et les orbitales moléculaires :
I’énergie cinétique fictive associée a la fonction d’onde est, en général, inférieure — de
plusieurs ordres de grandeur — a I’énergie cinétique nucléaire. L’évolution temporelle
du systéme est alors vue comme l’évolution adiabatique de deux sous-systémes ou les
échanges d’énergie sont minimes. Les exemples illustrant la méthode ADMP montrent
un comportement tout autre [11] : I'énergie cinétique fictive associée a la matrice den-
sité est relativement « importante » (de Pordre de 1072 & 10~! u.a.) mais surtout elle
croit rapidement au cours du temps, mettant ainsi en évidence des échanges d’énergie
non négligeables entre les noyaux et la fonction d’onde. A la vue de ce comportement,
on peut donc s’interroger quant a la validité de cette approche sur des temps de simu-
lation longs. Il s’agit toutefois d'un exemple particulier et il serait dangereux de tirer
des conclusions trop hatives; des tests sur des temps longs et des systémes différents

permettraient certainement d’éclaircir ce point.
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IV  Une Variante : entre Born-Oppenheimer et Car-

Parrinello

Inter utrumaque tene, medio tutissimus ibis'

La méthode de dynamique moléculaire développée durant cette thése est fortement
inspirée de I'approche proposée par Car et Parrinello. Au contraire de la méthode
développée par H.B. Schlegel qui envisage la propagation classique de la matrice densité,
I’approche proposée ici considére la propagation classique de la fonction d’onde via les
orbitales moléculaires. Cette approche n’est toutefois pas une dynamique moléculaire
de type Car-Parrinello au sens strict du terme puisque quelques cycles SCF (entre
deux et trois) sont effectués aprés la propagation classique des orbitales moléculaires.
Cette approche se situe donc « entre » les méthodes de type Car-Parrinello et Born-
Oppenheimer. L’intégration des équations du mouvement a été d’abord réalisée grace

au propagateur de type Verlet original, puisque cet algorithme est :

— simple et efficace, car seules les forces sont nécessaires, pas les dérivées d’ordre
supérieur de |’énergie

— relativement précis, d’ordre trois

— explicitement réversible par rapport au temps

— symplectique, c’est-a-dire qu’il conserve le volume de ’espace des phases.

Toutes ces qualités contribuent a la stabilité sur des temps de simulation longs, notam-
ment en terme de conservation de ’énergie, de I’algorithme de Verlet. Cette implémen-
tation ainsi que les premiers tests concluants quant a l'efficacité de ce schéma ont fait

I’'objet d'une publication, insérée par la suite.

'Reste entre les deux, au milieu tu chemineras en sireté. Vers d’Ovide (Métamorphoses, II, 137).
C’est le conseil par lequel le Soleil, confiant & regret son char & Phaéton, son fils, termine la recom-

mandation qu’il vient de lui faire de n’approcher trop ni du ciel ni de la terre.
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IV.1 Article — C. Raynaud et al., Phys. Chem. Chem. Phys.,
6 (2004) 4226

Cet article traite de 'approche de dynamique moléculaire développée au cours de
cette thése. Basée sur une approche de type Car-Parrinello, les orbitales moléculaires
développées sur une base de fonctions gaussiennes sont classiquement propagées, a I’aide
de ’algorithme original de Verlet, puis quelques cycles SCF (entre deux et trois) sont
effectués. Cet article traite plus précisément du comportement du schéma développé
notamment en s’intéressant a la conservation de 1’énergie totale réelle au cours des tra-
jectoires simulées. Ces premiers tests ont été réalisés sur trois systémes différents : une
molécule d’eau isolée, I’acide monothiooxalique et enfin un agrégat de vingt molécules
d’eau. Le comportement énergétique de ces différentes trajectoires est comparé a des
simulations de référence de type Born-Oppenheimer, ot la minimisation de I’énergie
potentielle est effectuée a chaque pas de la dynamique moléculaire. Ces premiers tests
nous permettent de conclure quant a un comportement satisfaisant de cette approche

mixte, que 'on pourrait situer « entre » Born-Oppenheimer et Car-Parrinello.
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A reconsideration of Car Parrinello molecular dynamics using only atom centred basis functions is presented by
doing direct propagation of molecular orbitals in conjunction with propagation of nuclei. The electronic degree
of freedom chosen for the propagation are the coefficients of the linear combination of atomic orbitals
development where atomic orbitals are expressed upon Gaussian functions. Considering that the wave function is
propagated, we show that only very few iterations are sufficient to calculate nuclear gradients and electronic
potential energy with good accuracy, instead of fulfilling the minimisation energy procedure at each step of the
dynamics simulation. First tests calculations are presented by considering simple systems (water and
monothiooxalic acid molecules and a (H,0),, water cluster). These tests present the good behaviour of the
propagation scheme if one considers the conservation of the total energy and the accuracy of the potential energy

surface compared with Born—Oppenheimer calculations.

I. Introduction

What is a chemical reaction from a theoretical point of view?
One answer to this apparently simple question may be the
knowledge of the associated potential energy surface (PES) and
the temperature of the reaction. The accuracy of the calculated
PES is the target of most theoretical methods. However,
exploration of PES is often based on the characterisation of
singular points, such as minima and transition states. Although
some of these structures remain difficult to localise, in most
cases, the search for these peculiar points relies on chemical
intuition. The characteristic values of chemical reactions
(kinetic constant, Gibbs energy, etc.) deduced from the knowl-
edge of these particular points are sometimes approximated.
For instance, estimation of entropy contributions depends
on the harmonic approximation.'" Another way to explore
the PES is the molecular dynamics (MD) where the evolu-
tion of the system during time is simulated. The standard
technique was initially based on the use of classical interatomic
potentials parametrised to experimental or ab initio data.
Recently, the advances in ab initio molecular dynamics have
been pronounced.>® Rather than using empirical interaction
potentials, the electronic energy and its derivatives, the forces
on nuclei, are computed by quantum mechanics. In this
way, Born-Oppenheimer (BO)* ” molecular dynamics, as well
as Car—Parrinello (CP)® molecular dynamics, fall into this
category.

In the BO approach the propagation involves the nuclear
degrees of freedom which are treated classically. For each
nuclear configuration reached by the molecular system during
the dynamics, the electronic energy and the corresponding
nuclear gradients are calculated on the fly and are used to
compute the next step of the dynamics. According to this
scheme, the minimisation energy procedure must be fulfilled
at cach step in order to obtain accurate electronic energy and
gradients.

Two decades ago, Car and Parrinello proposed a new
approach that involved a new degree of freedom in the
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dynamics, namely the wave function.® The associated Lagran-
gian includes all the usual terms (the electronic and kinetic
nuclear energy) plus a term that allows the classical propaga-
tion of the wave function. Consequently, the nuclear degrees
of freedom and the wave function evolve according to the
Newton law and the minimisation energy procedure can be
normally avoided. Thus, the CPU time is reduced and larger
molecular systems might be treated as compared to the BO
approach.

Since the appearance of the CP method, most of the algo-
rithms are based on the density functional theory (DFT)
approach coupled with a plane wave basis set description of
the electronic structure. These algorithms were developed to
study and predict equilibrium and non-equilibrium properties
of condensed-matter systems.” While this approach presents
many advantages, the use of plane waves can not be well suited
for the study of non-periodic chemical systems and to describe
cusps and high electronic inhomogeneities. On the other hand,
the restriction to DFT methods is sometimes not judicious
for chemical investigations. As a matter of fact, one may
prefer other quantum chemical methods (MP,, hybrid DFT,
etc.) in order to increase the accuracy of the potential energy
surface explored during the simulation. It is well accepted that
theoretical investigations of chemical reactivity need the use of
hybrid functionals in the DFT approach. Even if it can be
viewed as a small modification of the Fock matrix, hybrid
functionals have the advantage of including a large part of the
electronic correlation contrary to the HF method. If these two
arguments are taken into account, the use of atom centred
basis functions appears to be a good alternative and the
Gaussian type basis set is a natural choice for quantum
chemists.

This type of basis set has numerous advantages. The number
of basis functions needed to describe molecular orbitals with a
good accuracy is far smaller than with plane wave functions.
Although the necessary integrals are more difficult to calculate,
particularly two-electron integrals, efficient algorithms are
available to perform this task.

| This journal is © The Owner Societies 2004
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Using only atom centred basis functions within the CP
scheme has been initially proposed by Field® in the context
of simulated annealing calculations. First CP dynamics using
this type of basis set have been accounted for within the
Hartree-Fock (HF)'° '? and gencralised valence bond
(GVB)'*'* methods. Nevertheless, this scheme has shown
some difficulty with energy conservation. Moreover, Carter’s
group decided to give up the CP molecular dynamics
considering that it is less efficient than the BO style
dynamics.'*!> Recently a different CP molecular dynamics
approach has been proposed where the dynamics variables
chosen to represent the electronic degree of freedom are
the individual elements of the reduced one-particle density
matrix expressed with Gaussian orbitals.'"™® This method
has proven its ability in treating complex chemical systems
with good accuracy.

We decided to reconsider the Carter et al., approach by
combining the advantages of using Gaussian type orbitals for
electronic structure calculation and the benefit of coupled
propagation of the nuclei and the wave function. Instead of
using a density matrix scheme, we use the original CP Lagran-
gian. Consequently, the dynamics variables chosen to represent
the electronic degree of freedom in this approach are the
molecular orbitals ;. By means of a Verlet scheme,' the
nuclear coordinates and the coefficients of the LCAO devel-
opment of each molecular orbital are jointly propagated in
order to reproduce an accurate dynamical behaviour of the
molecular system. It is important to note that the implementa-
tion presented here is not a real CP method in the sense that a
partial convergence of the minimisation energy procedure is
achieved at each step. Accordingly, our approach corresponds
neither to strict CP nor to the BO method. In the present
procedure, we are using the advantage of propagating the wave
function by means of a CP type Lagrangian in order to reduce
the computational time needed for an accurate description of
the molecular dynamics. Because of the propagation of the
wave function between two different nuclear structures, a small
fixed number of iterations (between two and three) is sufficient
to obtain enough accuracy on gradients evaluation. This
approach is different from converging the wave function at
each given propagation step (for example 50 or 100) in the
sense that numerical error accumulation does not appear
abruptly. Moreover in this approach no discontinuity is ob-
served in the total energy. For MD simulation the accuracy
of the gradient appears to be an important issue. Moreover
this partial convergence has the supplementary advantage
of obtaining a dynamical accuracy that is close to the
BO approach where the minimisation energy procedure is
fulfilled at each step. Thus, one can more easily consider the
accurate treatment of chemical problems with a smaller com-
putational cost.

In Section II, we outline the theoretical framework for the
algorithm and detail some particular aspects linked to the
method. In Section III, first tests are presented considering
illustrative simple examples: the dynamics of a single water
molecule, the simulation of proton transfer reaction in mono-
thiooxalic acid and the dynamics behaviour of (H,O),, water
cluster. Here, we do not pretend to give insight into the
chemical aspects of the problem but rather to test the efficiency
in energy conservation by comparison with BO dynamics. In
Section IV, concluding remarks and future perspectives of
development are presented.

II. General method

The Car—Parrinello method is based on an extended Lagran-
gian,® in which the electrons, represented by a set of molecular
orbitals {y(/}, follow a fictitious dynamics coupled with the
motion of the nuclei, represented by a set of positions {R;}. In
an orthonormal basis of molecular orbitals, this Lagrangian

This journal is © The Owner Societies 2004

can be written as:
1 . 5 1 .
Lo =33 w [ DO 33 Mk

0w - ) - el ol
@1

where M; are the nuclear masses and y; the fictitious masses
associated with the molecular orbitals. (Note that yx; does
not have the unit of mass but the unit of energy times a
squared time for reasons of dimensionality). The electronic
potential energy of the system for a given nuclear structure is
represented by the term ¢ and the holonomic constraints eqn.
(2.2) are satisfied through the set of Lagrange multipliers A;;.

JARFPYA) = 0y (2.2)

The Euler Lagrange equations derived from the Car Parrinel-
lo Lagrangian are:

MRy (1) = — (23)

5 (2.4)
+W’Z’: Ay (fdﬁﬁ(ﬁ 0y (F 1) = r).,)

The equations of propagation may be integrated using the
Verlet algorithm'® that takes the following form:

(61 DE(1)

M[ aR[

Ri(t+0t) = —Ry(t — 1) + 2R, (1) (2.5)

YilF 1+ 80) = = (7t = 51) + 20,7 1)

o (2.6)
+1 ( oflp(ft) + DAy (7, f))
i

Ky

The values of A; are fixed by imposing the orthogonality
constraints of the molecular orbitals. The algorithm for the
constrained electronic equations of motion is based on the
approach of Ryckaert e al.,”® and this algorithm was clearly
described by Tuckerman and Parrinello.”! Using the Verlet
algorithm, the unconstrained molecular orbitals evolve as a
first step according to:

N ) (91 OE
[Pt + 01)) = —|y(1 — 80)) + 20si(2)) — i o0

and the nuclear coordinates are jointly propagated according
to eqn. (2.3). At this stage of the propagation the uncon-
strained molecular orbitals at time (1 + 6¢) are developed upon
atomic orbitals ¢, expressed in term of nuclear coordinates at
time (7) and (¢r — &7). Consequently, one must perform an
update of the basis set for homogeneity reasons in order to
develop the molecular orbitals (¢ + & 1)) only with atomic
orbitals expressed at time (7):

|, (1 — 61)) = Zj Usel (1)) (2.8)

2.7)

U=s's"' (2.9)

where S is the overlap matrix at time (1): Sy, = (Pu(0)|P(1)
and S’ the overlap matrix between time (¢ — &7) and (7):

S/;u' = <¢u(t - St)‘d)\(t»
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Then, the orbitals are corrected by adding the force due to
orthonormality constraint:

Wit +00)) = Wit + 60)) + D Xl (1)) (2.10)

where Xj; = ((5t)2/2/1i/1[,-. The unknown Lagrange multipliers are
calculated by imposing the constraint condition eqn. (2.2) on
the molecular orbitals at time (¢ +0 ) expressed using
eqn. (2.10). The matrix X should then satisfy the following
equation:

XX'+XB+ B X' =1—4 2.11)

where A; = (Yt + S0t + o1)) and By = (YLDt + o).
This equation can be solved iteratively using:

2

1
X(n+1) = 5[1 -4+ X(n)(l - B) + (I - B‘)X(n) - XZ”)]
2.12)

with the initial guess:

X =41~ A) @13)
Eqn. (2.12) can usually be iterated to a tolerance of 10™* over
the RMS of the matrix X within a few (4—6) iterations.?!
Once the orthogonality constraints are satisfied, a new update
of the basis set is performed in order to express molecular
orbitals at time (¢ + 6¢) as a function of atomic orbitals at
time (¢ + &7). One may note that this change of basis set
corresponds to the first one that will occur in the next step of
the propagation.

Consequently, the algorithm required in fact only one of this
type of procedure and only one matrix inversion (that is the
most time consuming routine of the propagation algorithm).
This set of new molecular orbitals and nuclear positions are
then used to compute the new electronic potential energy
&(t + 8t) and nuclear gradients. Our propagation code is linked
to the Gaussian suite of programs>? that performs energies and
forces calculation, including in particular the molecular orbi-
tals orthonormalisation constraints derivatives,?> by means of
calculating the derivatives over nuclear coordinates of electro-
nic potential energy without any approximation.

At this level, our implementation deviates from the CP
method in a sense that the electronic energy calculation is
achieved after a small and fixed number of iterations. This
procedure slightly improves the wave function and allows us to
obtain more accurate gradients. Moreover these few cycles
have in fact two advantages: the errors on the nuclear gradients
are considerably reduced and the precision of the electronic
potential energy is greatly improved leading to results close to
the BO method as it will be presented in the next section.

The advantage of the method lies in the fact that the propa-
gated molecular orbitals used as a guess for calculation of the
clectronic energy are closer to the variational solution than the
ones used in the BO method. Thus, when it needs two or three
iterations to approach energy convergence within a tolerance of
107*-10° au, the BO dynamics needs a much larger number of
cycles and consequently is more time consuming.

It is also important to note that fictitious masses y; are
different according to molecular orbitals. It is well established
that core orbitals would be less affected than valence orbitals
during dynamics simulation. Then, a similar mass weighting
scheme as Iyengar et al.,'” is used. The scheme chosen has the
following form:

wi= M ifg; > =2 au (2.14)
(2.15)

where ¢; is the orbital energy of the molecular orbital \; and .#
is a constant predefined by the user. At each step of the

wi= M el if e; < —2 au
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simulation, the fictitious mass of each molecular orbital is
verified according to the precedent scheme.

In order to start one simulation, initial velocity vectors have
to be applied on nuclei. Consequently, a given total kinetic
energy has been initially distributed equivalently among all
degrees of freedom, removing global translation and rotation
of the system. The values of initial total kinetic energy will be
precised in each subsection. Concerning the wave function,
according to the Verlet algorithm, it can be evaluated at time ¢
if the wave functions corresponding to the nuclear conforma-
tion at time (1 — &¢) and (¢ — 20f) are known. Thus, two
converged SCF calculations (BO like) are performed at
time 7 = 0 and (# — &7) in order to initialise the simulation.
The classical propagation of the wave function starts at
time ¢ = 28¢.

III.

In order to illustrate the implementation of the approach
discussed above, we have considered the dynamics of simple
systems: a single water molecule, the monothiooxalic acid
(Fig. 1) and a (H,O),, water cluster. As stated in the introduc-
tion, the objective of these calculations is only to test our code
on different dynamical problems. We do not intend to explore
any chemical or physical problem but rather to show the good
behaviour of the chosen propagation scheme especially by
comparing BO trajectories with the dynamics performed with
this method. For this purpose, we will focus our attention on
the quality of the PES explored by the dynamics and on the
conservation of the real total energy (i.e. the kinetic nuclear
energy plus the electronic potential energy). One may note that
the fictitious kinetic energies of molecular orbitals is not taken
into account for the total energy analysis and all calculations
presented in the present paper have been performed without
any thermostat.

Computational tests and results

A. Water molecule

For the first system, an isolated water molecule, calculations
have been performed using the Hartree Fock (HF) method.
Hydrogen atoms have been represented by a 6-3114++G(d,p)
basis set and core electrons of oxygen were replaced by a
pseudo-potential®* with its associated double-{ basis set. This
molecular system and the level of theory used to describe its
electronic structure has been chosen for its simplicity and for
its low computational cost. All BO trajectories presented for
this system have been realized with a simple Verlet integrator.
The BO and CP difference of the potential energy during the
propagation is presented in Fig. 2 where the initial conditions
are identical in both simulations: the initial total kinetic energy
distributed is 1.5 x 107> au. The time step was 8 = 0.05 fs, the
fictitious mass parameter .# = 0.1 amu bohr? (~ 170 au) and
the total time 100 fs which represents 2000 steps. The chosen
value for the fictitious mass parameter is usual for CP simula-
tions.”!'® The energy difference oscillates regularly around the
zero value with a maximum deviation of 1.6 x 10™* au. This
indicates that the quality of the PES explored by the CP
dynamics is very close to the one explored by the BO dynamics.

In order to gain more insight into the stability of our
algorithm, the behaviour of the CP dynamics was compared
with the BO dynamics by increasing the propagation time step.
For this purpose, 6¢ varies from 0.05 fs to 0.25 fs with a total

HO, O

O SH

Fig. 1 The monothiooxalic acid.
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Fig. 2 Difference of potential energy between BO and CP trajectories
for an isolated water molecule.

simulation time of 100 fs. The maximum deviation of the total
energy, compared to the initial total energy, and its average are
reported in Table 1. For both methods, the maximum devia-
tion increases linearly as a function of the time step 8¢, ranging
from 5.9 x 107* to 2.91 x 107% au. The increase of the time
step by a factor of five induces an increase of the maximum
error by at least an order of magnitude. An increase of the
average error of the total energy is also observed with a
comparable variation. However, the range of CP dynamics’
error still remains in very good limits (<10™* au) and is very
close to BO dynamics’. Thus, within the same propagator (a
simple Verlet here) the CP dynamics is able to reproduce the
BO dynamics with a significant saving of CPU time. The CPU
time ratio between the BO and CP dynamics for different time
steps is reported in Table 1. This indicates that even with longer
time steps, propagated molecular orbitals are closer to the
variational solution than the default initial guess used in the
BO approach. Moreover, the previous CP approach using only
atom centred basis functions have considered that CP style
dynamics is less efficient: BO can afford longer time steps
because forces are exact.'*!” Results gathered in Table 1 lead
us to consider CP more effective than BO at the same level of
accuracy: for instance, the CP dynamics with a time step of
0.25 fs is two times computationally less expensive than a BO
dynamics with the same time step. Then, one should used a
time step of 0.5 fs for BO dynamics in order to obtain a similar
CPU cost. However, saving of computational time by using a
larger time step (i.e. 0.5 fs) within BO dynamics induced larger
errors compared with CP dynamics using a time step of 0.25 fs:
the total energy average is 317 x 107® au and the maximum
deviation of the total energy is 577 x 107°.

Table 1  Effects of time step for a water molecule: comparison between
CP and BO dynamics®

CP BO
5t AmES (E) AmES (EY! Tso/Tcr®
0.05 59 2.5 59 2.6 1.22
0.10 118 32 117 2.6 127
0.15 177 15.3 174 14.0 1.29
0.20 234 35.7 229 34.8 1.75
0.25 291 65.3 291 62.0 1.97

“ Value of the fictitious mass parameter .# is chosen to be 0.1 amu
bohr? for CP, the trajectory time is 100 fs. * Time step for each
trajectory (fs). < Maximum deviation of the energy of the system
during the trajectory (107> au). ¢ Total energy average, relative to the
initial total energy (10~ au). © CPU time ratio between BO and CP
dynamics.

This journal is © The Owner Societies 2004

One of the main features of our propagation routine is the
partial convergence of the minimisation energy procedure
during the calculation of the electronic structure at a given
geometry. The propagation scheme has been confronted to a
“restricted” BO dynamics where the number of SCF cycles is
restricted to the one adopted in the CP approach. Contrary to
the CP dynamics, the restricted BO method shows a non-
conservation of the total energy, as one can expect. In the
BO approach, the molecular orbitals guess vectors used to
calculate the electronic potential energy and nuclear gradients
at time (¢ + 8¢) come from the calculation performed with the
time (7) nuclear structure. This guess vector corresponds to the
variational solution adapted to the molecular structure
expressed at time (7). Consequently it is not fully adapted to
the one expressed at time (¢ + &¢). In the CP approach, the
molecular orbitals are propagated together with the nuclei.
One can then consider that the molecular orbitals guess vectors
are closer to the variational solution than in the BO approach.
Consequently, a small number of iterations are sufficient to
reach a quasi-convergence of the electronic energy and the
nuclear gradients are accurately calculated.

B. The monothiooxalic acid

The second molecule used to test our algorithm is the mono-
thiooxalic acid for which simple and double intra molecular
proton transfer reaction can occur. This system has been
chosen in order to test the ability of our program to reproduce
more complicated dynamical behaviour (especially bond
breaking). This system has already led to theoretical investiga-
tions:** the PES has been explored and stationary points have
been mostly localised. Other intra molecular proton transfer
reactions have been theoretically studied®®?” and have con-
cluded that dynamical investigations are required to especially
discriminate between the concerted or not concerted double
proton transfer mechanism. In many cases, quantum disper-
sion and tunnelling effects play an important role in proton
transfer processes and consequently impose the introduction of
nuclear quantum effects in the dynamical treatment.

In our approach, the nuclei are treated classically and we do
not pretend to give any answer to the different questions that
concern this chemical aspect. More precise dynamical investi-
gations of this molecular system will be considered in future
works.

All electronic structure calculations have been performed
with the hybrid DFT method, using the B3LYP exchange
correlation functional % Core electrons of carbon, oxygen
and sulfur were replaced by pseudo-potentials with their
associated double-{ basis set.”

The first test corresponds to BO and CP trajectories calcu-
lated for a total time of 50 fs with a time step of 0.1 fs. The
fictitious mass parameter was .# = 0. amu bohr® and a
6-311++G(d,p) basis set was employed for hydrogen. For
each simulation, the same molecular structure has been used
as a starting point: the initial geometry was near a second order
saddle point, that corresponds to a double proton transfer
(O---H---O and S---H---0). This configuration is less stable
by 0.1 au than the most stable conformation. The initial total
kinetic energy was 5.0 x 107 a.u. One should stress that CP
dynamics using the simple Verlet propagator are now com-
pared with BO dynamics within a Velocity Verlet scheme that
is well known to be more robust and more efficient.

The conservation of total energy along the trajectory, shown
in Fig. 3 and in Table 2, reflects the accuracy of the CP method
compared to the BO approach. In this more complicated
system the degree of accuracy is lower than in the case of a
water molecule. The maximum deviation of the total energy is
8.6 x 107> auand 2.9 x 1072 au, the average deviation of total
energy is 1.7 x 107 au and 5.4 x 10~ au for CP and BO
methods respectively.
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Fig. 3 Relative total energy for BO (solid line) and CP trajectory
(dotted line). Integrators used are simple verlet and velocity verlet for
CP and BO respectively.

In order to detail the contribution of each component to the
discrepancy on the total energy, CP and BO electronic energy
and nuclear kinetic energy differences are reported in Fig. 4
and 5 and in Table 3.

The kinetic nuclear energy difference, 5.5 x 107> au, is one
order of magnitude larger than for the electronic energy which
is 2.5 x 10~* au. This indicates that differences on the wave
function have a larger effect on nuclear gradients than on the
clectronic energy during the propagation as one can expect.
Moreover, as shown in Fig. 4, the difference of potential energy
between BO and CP increases with time. Indeed a CP
trajectory should not exactly reproduce a BO trajectory: the

Table 2 Deviations and average energy for BO and CP trajectories for
monothiooxalic acid with different basis sets for hydrogen®

CP BO
Basis set AmE’ (E)” AmE’ (E)"
6-31G(d.p) 8.7 18 29 -0.2
6-31G(d,p)++ 7.3 14 2.8 -5.6
6-311G(d,p) 8.6 —-16 4.8 9.6
6-311G(d,p)++ 8.6 17 29 -54

¢ For CP trajectories, the value of the fictitious mass parameter .# is
chosen to be 0.1 amu bohr?, for both the trajectory time is 50 fs, time
step is 0.1 fs. ” Maximum deviation of the total energy relative to the
total initial energy (10~ au). ¢ Total energy average, relative to the
initial total energy (10~° au).

0.006 : : . T T T T T T

0.004 -

20 30 40 50
Time (fs)

Fig. 5 Difference of kinetic nuclear energy between BO and CP
trajectories for monothiooxalic acid. Integrators used are simple verlet
and velocity verlet for CP and BO respectively.

molecular orbitals are not obtained from converged self-con-
sistent field calculations and then, errors are committed on
nuclear gradients. As a consequence, explored areas of the
potential energy surface are not strictly identical. The increase
of difference between BO and CP kinetic nuclear energies is less
pronounced than on electronic energies.

In order to gauge the accuracy of the method and to
demonstrate that the paths followed by BO and CP dynamics
are close enough, the root mean square difference (rmsd) of all
atomic distances d;; (see eqn. (3.16)) has been calculated as a
function of time and is reported in Fig. 6.

2 n n 2
n(n—1) Z (d’sp B d’go)

=1 j=it1

(3.16)

One can observe that nuclear structures between BO and CP
trajectories move away during the simulation: the rmsd of all
lengths increase with time, the maximum and the average are
respectively 3.9 x 1074 A and 1.9 x 10~* A. This fact confirms
that the explored path by the CP dynamics is close to the BO
one, but not strictly the same. As a consequence, differences
between BO and CP, in terms of energies and nuclear struc-
tures may increase with time (see Figs. 4-6).

In order to obtain more insight into the efficiency of our
method, the behaviour of the CP dynamics was tested for
different hydrogen basis sets. Different descriptions of hydro-
gen induce changes in the curvature of the PES and we wish to
test if the method is able to reproduce this effect. Results are
compared with BO trajectories with the same propagation
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Fig. 4 Difference of potential energy between BO and CP trajectories for monothiooxalic acid. Integrators used are simple verlet and velocity verlet
for CP and BO respectively.
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Table 3 Differences between BO and CP trajectories for mono-
thiooxalic acid with different basis sets for hydrogen”

Basis set AM307CI’ pr AMB07CP Ekr AM307CI) Eld
6-31G(d.p) 2.6 5.6 5.8
6-31G(d.,p)++ 19 47 49
6-311G(d.p) 24 5.5 5.7
6-311G(d.p)++ 2.5 55 58

“ Value of the fictitious mass parameter .# is chosen to be 0.1 amu
bohr, the trajectory time is 50 fs. © Maximum difference of the
potential energy between CP and BO trajectories (107 au).

¢ Maximum difference of the nuclear kinetic energy between CP and
BO trajectories (107> au). ¢ Maximum difference of the total energy
between CP and BO trajectories (107 au).

characteristics, except the integrator. For all trajectories, the
total time of simulation is 50 fs with a time step of 0.1 fs, the
fictitious mass parameter .# was 0.1 amu bohr®> for CP
simulations.

Differences between CP and BO dynamics for different basis
sets are shown in Tables 2 and 3. Each component of the
discrepancies on the total energy are in the same order of
magnitude. The maximum difference of the kinetic nuclear
energy is one order of magnitude larger (~ 107> au) than the
maximum difference of electronic energy (~10~* au). In the
same way, the maximum deviations of the total energy are in
the same order of magnitude for the different basis sets used for
CP trajectories. With respect to the BO simulations, maximum
deviations are three times larger, but they still remain in
acceptable limits. This demonstrates that the CP scheme suits
different curvatures of PES with a significant degree of accu-
racy. As stated in the previous paragraph, the total energy is
well conserved in the CP approach. For the different basis sets
used, the average of the total energy is of the order of 10™* au
for CP trajectories which is one order of magnitude larger than
for BO trajectories.

C. A (H;0), water cluster

Finally, we have investigated a larger system compared to the
two previous examples by performing one dynamics trajectory
on a (H,0),, water cluster (Fig. 7). A double-{ valence type
orbital basis set augmented by polarisation functions on all
atoms, namely 3-21G(d,p), has been used leading to 380
primitives Gaussian functions. The initial total kinetic energy
was 0.17 au. The simulation has been run for 500 fs using a
0.25 fs time step (2000 steps). This trajectory can be regarded
as a significant test case to evaluate the performance of the
algorithm. Indeed, regardless of its apparent simplicity, the
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Fig. 6 Root mean square difference of all lengths between BO and CP
trajectories for monothiooxalic acid.
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A

Fig. 7 A(H,0),, water cluster.

corresponding potential energy surface is essentially governed
by weak interactions (mainnly hydrogen bonding) which is
then rather complicated for ab initio dynamics simulation.
In this example, one should notice that the comparison
with BO trajectory is more expensive, the BO simulation
leading to prohibitive computational time. If we consider the
average total energy deviation with respect to the initial
one (3.6 x 107* au) and the maximum energy deviation
(1.1 x 1073 au), these results are almost comparable to the
one obtained on smaller systems (see above). This final com-
putational test makes us confident on the robustness and the
applicability of our algorithm.

IV. Conclusion

A reconsideration of CP molecular dynamics using only atom
centred basis functions is presented by combining the advan-
tages of using Gaussian type orbitals for electronic structure
calculation and the benefit of coupled propagation of the nuclei
and the wave function. Instead of using a density matrix
approach, the dynamics variables chosen to represent the
electronic degrees of freedom are the coefficients of the LCAO
development.

Although previous works have concluded to give up the
CPMD style dynamics with Gaussian type orbitals, we show in
this paper the efficiency of the algorithm. With respect to BO
simulations, the total energy is conserved with a good degree of
accuracy and the BO trajectories have been almost reproduced
by the CP scheme with significant computational time profits.
This glimpses dynamical studies of bigger chemical systems
within an acceptable computational time.

With more sophisticated tools, the propagation scheme may
be more efficient, as it has already implemented in all other
molecular dynamics suites of programs. The time step may be
increased with the use of symplectic reversible integrators,*®
constant temperature molecular dynamics may be envisaged
with Nosé-Hoover chains of thermostats,?' as well as the
determination of free energy pathways using constrained
molecular dynamics.>' These aspects are currently under
development.
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IV.2 Pertinence de la méthode

L’une des premiéres questions que l'on pourrait formuler vis a vis de la méthode
développée durant cette thése est a propos de 'utilité de ces quelques cycles SCF effec-
tués aprés la propagation classique des orbitales moléculaires. En effet, dans ’approche
de type Born-Oppenheimer, a chaque pas de la propagation, le vecteur d’essai naturel-
lement choisi pour la fonction d’onde est la fonction d’onde optimisée au pas de temps
précédent. On peut alors se demander comment se comporterait une approche de type
Born-Oppenheimer « hybride », ot le nombre de cycles SCF serait restreint a deux ou

trois.

0 100 200
Temps (fs)

FiG. C.1 - Déviation de I’énergie totale réelle par rapport a I’énergie totale initiale pour
trois trajectoires de conditions initiales identiques. L’approche Born-Oppenheimer est
en trait plein, celle développée durant cette thése est en tirets et celle de type Born-

Oppenheimer « restreint » a quelques cycles SCF est en pointillés.

La figure C.1 présente la déviation de I’énergie totale réelle par rapport a 1’éner-
gie totale initiale pour trois trajectoires, de conditions initiales identiques, associées
a trois approches différentes : Born-Oppenheimer, Born-Oppenheimer « restreint » a
trois cycles SCF et enfin la méthode développée durant cette thése. Le systéme choisi

est I'un des exemples de l'article précédent : I'acide monothiooxalique. La structure
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électronique de ce composé est décrite dans le cadre de la DF'T au moyen de la fonc-
tionnelle B3LYP ; la base utilisée pour les atomes d’hydrogéne est de qualité triple-(,
6-311++G(d,p) |96], augmentée d'une fonction de polarisation et d’une fonction dif-
fuse; des pseudo-potentiels de Stuttgart ont été utilisés pour les hétéroatomes avec
leurs bases associées [97]. Les équations du mouvement sont intégrées avec un pas de
temps de 0.1 fs. Dans le cas d'une dynamique de type Born-Oppenheimer restreint,
trés rapidement, 1'énergie totale n’est pas conservée; ce type d’approche n’est donc
pas valide. Au contraire, ’approche développée présente une conservation de I’énergie
totale honorable au regard de la trajectoire Born-Oppenheimer de référence. Bien que
cette étape ait initialement été introduite par simplicité, elle permet de se rapprocher
en qualité de la surface exacte Born-Oppenheimer et d’assurer ainsi une bonne conser-
vation de I'énergie totale réelle sur des temps de simulation longs, tout en économisant

du temps de calcul.

IV.3 Application en Verlet aux vitesses

La méthode de dynamique moléculaire développée durant cette thése a ensuite été
intégrée a ’aide du propagateur Verlet aux vitesses (cf. partie A § IT11.3 p. 22). En effet,
bien que cette variante de ’algorithme de Verlet génére des trajectoires identiques dans
I’espace des configurations par rapport au propagateur original, il évite de calculer par
différence finie les vitesses des particules. Cet algorithme permet donc une meilleure
évaluation de la contribution cinétique a I’énergie totale. De plus, cet algorithme per-
met une implémentation plus aisée d’outils de la dynamique moléculaire, tels que les
thermostats ou bien les contraintes géométriques.

Cette manipulation explicite des vitesses lors de la propagation conduit & des ré-
sultats honorables de la méthode. Nous illustrons ici cette approche par des tests sur
la molécule d’hexatriéne, représentée a la figure C.2. La structure électronique de cette
molécule a été décrite dans Papproximation Hartree-Fock, dans une base 6-31G(d,p) de

qualité double-(, augmentée d’une fonction de polarisation, pour les hydrogénes [96];
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NN

Fia. C.2 — Molécule d’hexatriéne

des pseudo-potentiels de Stuttgart [97] associés a leur base optimisée, augmentée d’une
fonction de polarisation d, ont été utilisés pour les atomes de carbone. L’utilisation de
pseudo-potentiels permet ici d’éviter le traitement explicite des orbitales 1s de cceur
des carbones et de ne propager classiquement que les orbitales de valence. Chaque
trajectoire a été conduite a I'aide d'un pas de temps de 0.2 fs sur un temps total
de simulation de 5 ps, avec une énergie cinétique initiale de 24 x 1073 w.a., soit une
« température équivalente » de 200 K. Le comportement du schéma de propagation
est satisfaisant puisque I’énergie totale est ici conservée avec une précision honorable :
I'énergie totale moyenne dévie de 3.1 x 107° w.a. au bout de 5 ps de simulation et la
déviation maximale rapportée a I'énergie totale initiale est de 5.4 x 107° w.a.. Ces ré-
sultats sont donc honorables au regard du temps relativement long des trajectoires. Le
gain de temps observé pour ce systéme moléculaire est d’un facteur trois par rapport a
une dynamique moléculaire de type Born-Oppenheimer. Bien que ce facteur de temps
ne soit pas trés important, il est néanmoins relativement satisfaisant au regard du coiit
énorme des approches de dynamique moléculaire ab initio, compte tenu des capacités

de calcul des ordinateurs actuels.

Il est important de noter que nous avons fait le choix de minimiser 1’énergie électro-
nique par rapport & la fonction d’onde, si la propagation classique des orbitales n’est
pas efficace a un instant donné. Cette procédure permet en quelque sorte de réinitia-
liser la propagation classique de la fonction d’onde au cours d’une trajectoire. Il est
néanmoins difficile de prédire de facon générale la fréquence de ces re-convergences. En
effet, pour les systémes les plus « récalcitrants » que nous avons traités au cours de
cette thése, il se produit deux & cinq procédures de re-convergence sur quelques fem-

tosecondes de simulation, ce qui est largement négligeable du point de vue du temps
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de calcul. Tous les résultats présentés auparavant sont issus de trajectoires ot aucune
2 9 242 2
procédure de re-convergence n’a été effectuée.

Notons enfin que ce schéma de dynamique moléculaire ne présente pas de sensibilité
particuliére vis a vis de la masse fictive associée aux orbitales moléculaires, au contraire
de ’approche Car-Parrinello stricto sensu en ondes planes. On peut néanmoins dégager
une gamme pour ce choix, entre 100 et 800 amu.bohr?®, dans laquelle la propagation
classique des orbitales moléculaires est efficace. En dehors de cette gamme, I’algorithme

montre une trop grande fréquence de minimisation de I’énergie potentielle.

V Conclusion

La méthode de dynamique moléculaire développée au cours de cette thése semble
donc efficace et adaptée a I’étude de systémes moléculaires. En particulier le comporte-
ment de ce schéma s’avére globalement satisfaisant au regard de la conservation, sur des
temps longs, de ’énergie totale réelle. Méme si le gain en temps de calcul par rapport
a une approche de type Born-Oppenheimer n’est pas de plusieurs ordres de grandeur,
il reste néanmoins tout a fait acceptable, compte tenu des coitits rapidement prohibitifs
de ces approches. L’ensemble des outils présentés précédemment permet donc de si-
muler des trajectoires de dynamique moléculaire dans I’ensemble microcanonique. Or,
les expériences auxquelles les résultats théoriques sont confrontés, sont le plus sou-
vent réalisées dans des conditions différentes. En particulier les effets de température
ne peuvent pas étre directement pris en compte dans I'ensemble microcanonique. La
partie suivante explique comment ces effets peuvent étre inclus lors de simulations de
dynamique moléculaire. Plus particuliéerement, les thermostats qui ont été utilisés et

implémentés avec les précédents outils sont présentés.
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Le but de cette partie est de préciser comment, en dynamique moléculaire, les effets de
température peuvent étre pris en compte de maniére explicite. Aprés un bref rappel
a propos des principes de la mécanique statistique non hamiltonienne, un des outils
permettant de simuler |'ensemble canonique est précisé. Enﬁn, des exemples illus-

trant la mise en application de ces outils avec 17appr0che de dynamique moléculaire

développée durant cette these sont présentés.

¥ a réalisation de simulations de dynamique moléculaire au moyen des outils pré-

~sentés dans les précédentes parties permet de réaliser des trajectoires dans 1’en-
semble microcanonique, i.e. les effets de température ne sont pas pris en compte de
maniére explicite. La dynamique moléculaire non hamiltonienne est typiquement uti-
lisée pour générer les ensembles canonique, isotherme-isobare ou bien pour décrire des
systémes sujets a des contraintes holonomes. L’idée de générer par dynamique molé-
culaire de tels ensembles débuta grace aux travaux d’Andersen [98] qui proposa un
schéma de dynamique & pression constante. Ces travaux furent ensuite étendus pour
générer des distributions canoniques et grand-canoniques [99, 100]. Ces formulations
originales étaient basées sur une extension de ’espace des phases de systémes hamil-
toniens mais souffraient de certains traits indésirables liés & la définition du temps.
Toutefois, W. G. Hoover en 1984 apporta une correction a ’aide d’une reformulation
non hamiltonienne [101]. Enfin, ce n’est que récemment que des travaux proposérent
de justifier la validité statistique de la dynamique moléculaire non hamiltonienne [102],

dont quelques principes sont briévement introduits par la suite.
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I Principe de la Mécanique Statistique non Hamilto-
nienne

Considérons un systéme dynamique dont les équations du mouvement pour un

vecteur x de I’espace des phases s’écrivent selon :

ou ((z,t) représente la force généralisée, i.e. cette force n’est plus a priori conservative
et peut avoir une dépendance explicite en temps. La solution de cette équation dépend
des conditions initiales zg = (z}, ..., z{). Cette solution conduit & un jeu de n vecteurs

qui sont chacun fonctions du temps et des conditions initiales :

)

z; =z} (t; 2, ..., 27 (D.2)

Le systéeme est donc non hamiltonien, et on peut définir la compressibilité de I'espace
des phases selon :

k(z,t) = Vi = V((x,t) (D.3)

ou V représente le gradient sur I'espace des phases. Cette compressibilité, qui s’annule
pour les systémes hamiltoniens (cf. partie A, § 1I11.2 p. 21), est dans ce cas non nulle
et la métrique de 'espace des phases dx n’est plus invariante. Pour préciser cela, on
peut considérer le jacobien de la transformation de coordonnées de la relation (D.2),
1.e. d’un vecteur initial de ’espace des phases xy au vecteur x; représentant I’état au

temps () : 1
a(xt‘a 7$?)

J(x;29) =
(6520 = 5z, - zp)

(D.4)

On peut montrer [102] que ce jacobien satisfait une relation de la forme suivante :

d .
%J(act; xg) = J(x; 20) Vi = J(xy; x0)k(2, 1) (D.5)

avec pour condition initiale J(0) = J(zo,x¢) = 1. Cette relation implique notamment

que le jacobien est égal a4 1 a n’importe quel instant (¢) si la compressibilité est nulle,
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comme dans le cas de systémes hamiltoniens. Ce jacobien peut étre utilisé pour ex-
primer un élément de volume élémentaire (i.e. la métrique) de l’espace des phases au

temps (¢) en fonction de I'élément de volume élémentaire au temps initial :
dry = J(xy; x0)dxg (D.6)

On voit ainsi que cette métrique n’est plus invariante pour les systémes non hamilto-
niens; en effet, si J # 1 alors dx; # dxy. La théorie statistique compléte développée
pour les systémes non hamiltoniens [102] montre qu’il existe une métrique invariante,

définie selon :
du =+/g(x,t)dx (D.7)

ou le facteur « de mesure » \/g(z,t) est donné par la relation (D.8) :

Vo(z, 1) = e (D.8)

et la fonction w(x,t) est reliée a la compressibilité x(x,t) par :

dw
— =K D.9
Cette métrique invariante permet de définir une équation de Liouville généralisée de la

forme :

% +V (py/gi) = 0 (D.10)

ol p désigne la fonction de distribution, :.e. la densité d’états. Supposons ensuite que le
jeu d’équations du mouvement (D.1) posséde n. invariants K, i.e. le systéme posséde
n. lois de conservation de la forme :

dK,
— =0 D.11
Ainsi, une trajectoire générée par les équations du mouvement (D.1) n’explore pas

la totalité de I'espace des phases mais le sous-espace déterminé par l'intersection des

hypersurfaces définies par {K\(z) = Ky} ot {K,} est un jeu de constantes. Pour ce
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systéme dynamique, la densité d’états microcanonique peut alors étre définie & partir

d’un produit de distributions :
pla) = [T 8(Ka(x) = Ky) (D.12)
A=1

Il faut noter qu’il est important de déterminer toutes les lois de conservation satisfaites
par les équations du mouvement d’un systéme non hamiltonien. En effet, une densité
d’états peut étre construite a partir d'un produit de distributions d’un sous-ensemble

d’invariants : /
P(T)red = H O(Kx(z) — [?A) (D.13)
A=1

ou n, < n.. Une telle densité d’états réduite p(z).q satisfait I’équation de Liouville
généralisée (D.10), elle ne décrit cependant pas correctement la distribution de 'espace
des phases d’un systéme a n. lois de conservation.

A partir de la densité d’états définie par la relation (D.12), la fonction de partition

microcanonique de ce systéme non hamiltonien peut étre définie selon :

ANV Ky, Ky ) = /dx\/g(a:) T]6(K(x) — ) (D.14)
A=1

Cette fonction de partition pour un systéme non hamiltonien doit permettre de retrou-
ver la distribution canonique si I’on souhaite se placer dans cet ensemble. Le paragraphe
suivant précise les outils utilisés lors de cette thése pour générer I’ensemble canonique :

les chaines de thermostats de Nosé-Hoover.
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IT Chaines de Thermostats de Nosé-Hoover

Par la suite, nous précisons comment les principes de base de la mécanique statis-
tique non hamiltonienne présentés précédemment peuvent étre utilisés pour construire
des équations du mouvement pour la dynamique moléculaire générant ’ensemble ca-
nonique. La méthode des thermostats de Nosé-Hoover est un schéma de dynamique
moléculaire non hamiltonienne permettant de générer un tel ensemble. Cette méthode
est basée sur l'approche initiale de Nosé [99, 100], reformulée par Hoover [101]|. Néan-
moins, dans le cas de systémes possédant un faible nombre de degrés de liberté, ’ajout
d’une variable de thermostat unique ne suffit pas a créer assez de « chaos » pour que
la dynamique du systéme étendu échantillonne correctement ’espace des phases. Ce
probléme pathologique frappe en particulier I'oscillateur harmonique [103|. Parmi les
solutions proposées pour résoudre ce probléme et pour rendre la dynamique moléculaire
« davantage » ergodique, la méthode des chaines de thermostats de Nosé-Hoover [103]

se distingue par son élégance et sa simplicité.

I1.1 Définition

La méthode des chaines de Nosé-Hoover étend 1’espace des phases habituel a un jeu
de M variables de thermostat &1, ..., &y et a leurs impulsions associées. Ces variables
de thermostat jouent le role d’un réservoir de chaleur couplé au systéme. Les équations

du mouvement prennent la forme suivante :

5 Py
Ry = — D.15
T M, (D-13)
P =F— &P, (D.16)

g:i Zﬁ— kpT | — &€ (D.17)
1 0, - M, grB 162 .
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b =g (@€ — k) ~béu  v=2..00-1  (DI3)
_ b
" Qu

La premiére variable de la chaine de thermostats él est directement couplée au sys-

13 (QM71£]2\/[71 - kBT) (D.19)
téme. Elle joue le role d'un coefficient de friction qui module 'impulsion des particules
selon que la température « instantanée » est inférieure ou supérieure a la température
imposée T'. En effet si la température instantanée est supérieure a la température im-
posée, alors, d’apres la relation (D.17), « accélération » de ce premier thermostat est
positive et sa « vitesse » augmentera, ce qui aura pour effet, d’apreés la relation (D.16),
de diminuer la vitesse des particules et donc de rapprocher la température instantanée
de la température imposée. De plus, d’aprés la relation (D.17), ce premier thermostat
est couplé au second, le second est lui méme couplé au troisiéme et ainsi de suite, selon
la relation (D.18). Enfin, d’aprés I’équation (D.19) le dernier thermostat n’est couplé
qu’avec la variable précédente. Cette chaine de thermostats couplés permet de prévenir
les fluctuations incontrolées du premier thermostat et de rendre « plus ergodique » la
dynamique moléculaire. Ces variables de thermostat sont affublées de masses @), dont
le choix est crucial pour ’échantillonnage de I’ensemble canonique. Si de trés grandes
masses sont choisies, les thermostats seront trop inertes et la distribution générée sera
proche d’une distribution microcanonique. Au contraire, si de trop petites masses sont
choisies, les fluctuations des impulsions du systéme sont prohibées. Le choix judicieux

de ces masses permettant de générer une distribution canonique est le suivant :

Q1 = gkpT 7> (D.20)

Q,=kgTT* v=2,....M (D.21)

ou g désigne le nombre de degrés de liberté du systéme moléculaire, i.e. ¢ = 3N pour

un systéeme de N particules a trois dimensions. La variable 7 représente un temps
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caractéristique du systéme moléculaire. Ce choix permet aux thermostats d’étre en

quelque sorte en « résonance » avec le systéme moléculaire.

I1.2 Distribution canonique

L’utilisation de chaines de thermostats de Nosé-Hoover introduit de nouvelles va-
riables, non physiques, au sein des équations du mouvement. Le principal invariant du
systéme est 1'énergie totale, qui tient compte de termes non physiques associés aux

variables des thermostats et qui a pour expression :

. M M
&= % > MR} + &} AR} + % > QU+ gkpTé +> ksT¢,  (D.22)
I v=1 v=2

Cette énergie totale n’a donc pas de sens physique direct, elle doit néanmoins étre
conservée lors des simulations pour justifier la validité de la trajectoire générée. La
compressibilité de 'espace des phases étendu, définie par la relation (D.3), peut ici

s’exprimer :

(D.23)

A partir de la relation (D.9) reliant le facteur de mesure et la compressibilité de I'espace
des phases, ce facteur s’exprime dans le cas des chaines de thermostats de Nosé-Hoover

selon :
M
w=-3N& - > &, (D.24)
v=2

On peut ainsi définir la métrique invariante de ’espace des phases étendu a ce jeu de

variables non physiques :

M
dp = exp (3]\751 + Z@) 1147 ai; I dé dpe, (D.25)
v=2 I v

De plus, si la dynamique du systéme n’est pas gouvernée par des forces externes, i.e.

lorsque > ; Fr = 0, il existe trois (pour un systéme moléculaire & trois dimensions)
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lois de conservation en plus de la conservation de I’énergie totale, définie par la rela-

tion (D.22). Ces lois de conservation adoptent la forme suivante :
N
K="y P =c"P (D.26)
=1

ou P désigne I'impulsion du centre de masse du systéme moléculaire. Ainsi, a partir
de la métrique définie par la relation (D.25), des lois de conservation définies par les
relations (D.22) et (D.26), on peut définir la fonction de partition microcanonique du
systéme global grace a 1’équation (D.14). Dans le cas ou la longueur de la chaine de

thermostats est égale a deux, cette fonction de partition s’exprime selon :
QN.V.6.R) = [ []dPr dfiy déy dea dpe, dpe,exp (3N6 + )
I

pgl pg2
+

201 20,

x 8 (e8P, — K,) 8 (¢ Py — ) 6 (¢ P> — K.)

% 6 (ff (R, ﬁ) + + 3NkpT& + kpTé — (gﬂ) (D.27)

Afin de démontrer que cette distribution est équivalente & une distribution canonique,
I'intégrale sur les variables non physiques associées aux thermostats doit étre réalisée.
Aprés un développement quelque peu fastidieux mais pas difficile, on peut simplifier

cette expression :
AN, V.6, R) / [T afiap exp (~p (£ P)) (D.28)
I

ou 8 = 1/kgT représente la température inverse. On démontre ainsi que la distribution
générée par la dynamique d’un systéme moléculaire couplé a une chaine de thermostats
de Nosé-Hoover conduit a une fonction de partition qui est proportionnelle & la fonction

de partition de I’ensemble canonique.

I1.3 L’intégration des équations du mouvement

Les variables non physiques associées aux thermostats ont une échelle de temps
caractéristique en général petite par rapport a celle du systéme moléculaire. Par consé-

quent, un petit pas de temps d’intégration doit étre utilisé pour correctement décrire la
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dynamique de ces variables non physiques et donc de bien décrire les échanges d’énergie
entre la chaine de thermostats et le systéme moléculaire. Une procédure inefficace serait
de simplement réduire le pas de temps d’intégration. En effet, les forces agissant sur le
systéme moléculaire seraient calculées « trop souvent » alors qu’elles ne seraient pas
modifiées de maniére significative. Une approche plus efficace est de considérer le sys-
téme global comme la réunion de deux sous-systémes aux échelles de temps différentes
et d’intégrer les équations du mouvement de chaque sous-systéme avec le pas de temps
adapté a chacun. Une telle procédure permet alors de ne pas calculer les forces agissant
sur le systéme moléculaire & chaque pas d’intégration de la chaine de thermostats. Les
approches pour l'intégration des équations du mouvement des systéemes aux échelles
de temps multiples peuvent étre développées a partir de la factorisation de Trotter de
I'opérateur de Liouville. Cette méthode est briévement décrite en annexe (cf. annexe
I p. 201). L’intégration des équations du mouvement d’un systéme moléculaire couplé
a une chaine de thermostats de Nosé-Hoover peut étre effectuée en utilisant le méme
principe. L’opérateur de propagation de Liouville peut tout d’abord étre décomposé en

somme de trois opérateurs selon :
L =1L, 4+ 1Ly +1LNEHC (D29)

Les opérateurs iL; et iLy sont définis de la méme maniére que précédemment (cf.

partie A § II1.5 p. 26) dont l’expression est rappelée :

i) = ZN: -2 (D.30)
= OR:

iLy = XN: 7o (D.31)
—~ 9P

Les opérateurs L et iLy sont donc les opérateurs de « translation » associés respecti-
vement aux positions et aux impulsions nucléaires. L'opérateur iL g est quant & lui
associé a la chaine de thermostats de Nosé-Hoover. Son expression est la suivante :

iLnae = — Z éiﬁliq + ifvi + le (fu — éuélﬂrl) i + fMi (D.32)
I aP] v=1 aflj v=1 agv an
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Un développement analogue aux relations (A.79) et (A.80) conduit a la définition du

propagateur discret en temps suivant :

G(dt) = exp <i£NHC%) X exp (zﬁl &)

X exp (iL20t) (D.33)

X exp (zﬁl%) X exp <i£NHC%) + O ((5t>3)

L’opérateur associé aux variables des thermostats est alors développé de telle fagon
qu'un pas d’intégration plus petit soit utilisé pour intégrer les équations du mouvement

de la chaine de thermostats. Cet opérateur prend la forme suivante :

ot
exp (ZENHC ) Hexp (zﬁNH02—> (D.34)

Cette approche revient donc a propager une fois avec un pas de temps (dt) le systéme
moléculaire et 2n fois avec un pas de temps (6t)/2n les variables de la chaine de
thermostats. De plus, d’aprés les relations (D.17), (D.18) et (D.19), les forces agissant
sur les variables des thermostats sont simples a évaluer, cette approche ne pénalise

donc pas l'effort calculatoire.

Grace a la relation (D.32), on voit nettement que les variables de thermostat sont
couplées entre elles. L’opérateur d’évolution ¢Lygc ne peut donc pas étre utilisé en
I’état, néanmoins on peut utiliser encore une fois le théoréme de Trotter pour simplifier

son expression. Ainsi, 'opérateur iLy g défini par la relation (D.32) peut étre exprimé
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sous la forme :

ot
P (ZENHC%) - < £Mag_M> (__"CMgM "9 1>
0 0

ot - ot
e (_”6 aﬁM—1) o <_8_€M€M 135]\4—1)
X ...
5t G N R
X exp —% ;glpja—PI X exp % ;gya_&/ (D35)
X ...

S5t . . o ot - 0
X exp (_S_foMlaéM_1> X exp (_fMlaéM_l)

X exp <—ﬁ§M5M 1858 ) X exp (& §M%)
M—1 M

L’approche décrite ici semble bien indigeste et compliquée. Elle est cependant simple a

implémenter et ne demande pas d’effort calculatoire supplémentaire : le facteur limitant
est toujours I’évaluation des forces agissant sur le systéme moléculaire. Elle permet de
plus une bonne précision quant a la dynamique intrinséque des thermostats et donc de
bien décrire les échanges d’énergie entre le systéme moléculaire et la chaine.

La précision quant a l'intégration des équations du mouvement des variables de
la chaine de thermostats peut encore étre améliorée grace au schéma d’intégration de
Yoshida-Suzuki [104, 105|. Cette approche, briévement décrite en annexe (cf. annexe II
p. 205), permet de réduire erreur associée au développement de I'opérateur d’évolution
sans effectuer de développement a des ordres supérieurs. L’expression (D.34) associée

a lopérateur d’évolution de la chaine de thermostats adopte la forme :

exp <z£NHc ) 1T [Hexp (zzNHc”;—&ﬂ (D.36)

j=1

ou wy, représente les facteurs de Yoshida-Suzuki « simplifiés » (cf. annexe II p. 205).
Les chaines de thermostats de Nosé-Hoover peuvent finalement étre incluses dans

un schéma de dynamique moléculaire au moyen de ’algorithme d’intégration présenté

ci-dessus. Ces thermostats permettent alors la simulation de dynamique moléculaire
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dans I’ensemble canonique. Ces simulations sont utiles pour I'estimation de certaines
propriétés. En effet, ces mémes propriétés sont le plus souvent mesurées expérimen-
talement & une température donnée. Ces propriétés peuvent étre en particulier des
observables spectroscopiques. Par la suite nous présentons des exemples d’'utilisation
du schéma de dynamique moléculaire développé au cours de cette thése, combiné avec
les chaines de thermostats de Nosé-Hoover, pour ’estimation de caractéristiques spec-

troscopiques.

III Calculs de Propriétés

Les paramétres uniquement accessibles a la dynamique moléculaire sont ceux qui
s’expriment explicitement en fonction du temps. L’utilisation de chaines de thermostats
de Nosé-Hoover permet d’identifier, a 'aide de I'hypothése ergodique, les moyennes
temporelles et les moyennes canoniques. En pratique toutefois, pour « vérifier » 1’hy-
potheése ergodique, les temps simulés se doivent d’étre les plus longs possibles. De plus,
« I’équilibre » doit étre atteint, ce qui nécessite au préalable des temps de thermalisa-
tion longs. Ainsi, sous réserve d’une thermalisation efficace et d’un temps simulé assez
long, la moyenne canonique d’une observable s’identifie & sa moyenne temporelle sur

les trajectoires générées.

En chimie expérimentale, il existe un grand nombre de méthodes permettant la
caractérisation des molécules. Dans un souci de compréhension des phénoménes expé-
rimentaux mais aussi dans un but prédictif, plusieurs méthodes de la chimie quantique
ont été développées. Parmi toutes ces techniques de caractérisation, certaines sont uti-
lisées de facon quasi-routiniére, c’est entre autres le cas de la spectroscopie infrarouge,
de la résonance magnétique nucléaire (RMN) ou de la spectroscopie ultraviolet-visible

(UV).
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ITI.1 Simulation de spectres infrarouge

Une des informations, que 'on peut extraire de la dynamique moléculaire est le
spectre de puissance & (w). Celui-ci permet de caractériser le nombre d’oscillateurs de
fréquence donnée, a I’énergie totale de la simulation si I’ensemble simulé est microcano-
nique, ou bien & une température donnée si cet ensemble est canonique. Ce spectre de
puissance est obtenu via la fonction d’autocorrélation des vitesses, grace au théoréme

de Wiener-Khintchine [42] :
(Vi) - Vi)
(32, Vi(0) - Vi(0))

Ce spectre de puissance permet de déterminer si un mode propre de vibration w est

P(w) = 2/0OO C(t) coswtdt avec C(t) = (D.37)

peuplé. L’activité d’'un mode de vibration en spectroscopie infrarouge peut quant a
elle étre estimée classiquement par la fonction d’autocorrélation du moment dipolaire

p [106, 107, 108] selon :

a(w) oc w? /_+OO (u(t) - 1(0)) exp(—iwt)dt (D.38)

[e.9]

En pratique il est toutefois avantageux numériquement [109| d’utiliser I'une des pro-

priétés des transformées de Fourier, permettant de reformuler la relation (D.38) :

o(w) o /_ ) - (0)) expl—iwt)dt (D.39)

[e.9]

Le schéma de dynamique moléculaire développé durant cette thése, combiné a des
chaines de thermostats de Nosé-Hoover, a permis d’étudier plusieurs systémes molécu-
laires. Nous présentons par la suite un article, s’intéressant plus particuliérement au

spectre infrarouge de petites molécules.

I11.2 Article — C. Raynaud et al., Chem. Phys. Lett., 414
(2005) 161

Cet article traite de I'estimation de caractéristiques infrarouge pour des petits agré-

gats de fluorure d’hydrogene, (HF'), n = 2—7. Ces résultats, obtenus & I’aide du schéma
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de dynamique moléculaire développé, sont comparés avec ceux obtenus par des simu-
lations de dynamique moléculaire de type Car-Parrinello en ondes planes. Cet article
met plus particuliérement en évidence la difficulté de traiter correctement la structure
électronique de ce type de composés par des bases d’ondes planes. En effet, pour une
précision comparable, le schéma de dynamique moléculaire en base locale s’avére dans

ce cas plus performant que les approches en base délocalisée.
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Abstract

For ab initio molecular dynamics the choice of basis sets (plane waves PW or localized atomic orbitals LAO) used is not a
trivial issue, since inaccurate results can arise and the extent of these errors are not easily detected. The advantages of each are illus-
trated for (HF), clusters. Good agreement with experiment is obtained with LAO while, for the PW approach, electronic energies
and IR frequencies are very slowly converging as functions of the cutoff parameter. Basic geometrical parameters oscillate as the
cutoff parameter grows, thus it is necessary to properly describe the electronic structure before attempting to include subtler effects.

© 2005 Published by Elsevier B.V.

1. Introduction

The rather fast improvement in computing hardware
and theoretical algorithms have had an enormous impact
on the development of molecular simulations. The vast
majority of these simulations are performed using the
Car—Parrinello method [1] based on plane waves. These
simulations require parameters (cutoff energies, charac-
teristic frequencies for thermostats) and adequate pseud-
opotentials. Experts in the field carefully choose all these
factors, but this is not always the case for the scientist fo-
cused on the physicochemical properties of the system.
The theoretical study of the dynamics of molecular and
extended systems requires an accurate description of in-
tra- and inter-molecular interactions; this means that
the coupling between intramolecular flexibility vs. inter-
molecular potentials has to be properly done. For the
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liquid state, the constraints generally restrict the simula-
tion to rigid bodies and the total energy is a sum of inter-
nal and two-, three- or four-body intermolecular energies.
Very recently, the coupling between intra- and inter-
molecular interactions has been addressed for small water
clusters [2] and these new results have been used for sim-
ulating the liquid state. In other approaches, the validity
of simulations due to the simplistic and empirical nature
of these potential surfaces is questioned when properties
are computed far away from the parametrization region
[3]. To cure this problem, ‘on the fly’ ab initio molecular
dynamics (AIMD), both within the Born—-Oppenheimer
approximation and within Car and Parrinello approach
[1], has been proposed.

The Car—Parrinello molecular dynamics (CPMD)
method [1] based on plane waves (PW) is very successful
for condensed phases. One important advantage of PW
over localized basis sets is that no Pulay forces appear
since PW are not center-dependent. It is known that
for localized systems in vacuum this method is not well
adapted since very large PW basis sets are needed (i.c.
large cutoff energy), requiring large computational
resources. The use of localized basis functions (GAus-
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SIAN-type orbitals, for instance) has recently been intro-
duced as an alternative to perform ab initio dynamics
[4-7] studies, using the original CP Lagrangian but with
a modified SCF convergence on the orbitals. This ap-
proach allows a very good description of the long-range
and short-range inhomogeneities that is hard to achieve
using completely delocalized PW basis sets.

We have chosen to study the structure and vibrational
properties of small (HF),, clusters (n = 2-7). They repre-
sent a wide range of chemical systems since they involve
simultaneously two types of bonding (ionic and hydrogen
bonding) and much theoretical and experimental infor-
mation exists. The experiments were done following Ne/
HF condensation at 11 K; the vibrational spectra were re-
corded and analyzed by Andrews et al. [8]. These authors
found cyclic chains for (HF),, clusters (n = 3-6) and open
chains for (HF),, clusters (n = 2, 3) including, eventually
(HF)4. The vibrational peaks corresponding to each one
of these species have been determined.

Several structural and energetic descriptions of these
clusters have used R12-CCSD(T) [9,10], Hartree-Fock
[11] and second-order Meller—Plesset perturbation the-
ory (MP2), density functional theory (B3LYP func-
tional) [12,13]. These results have shown that hydrogen
bond cooperativity is associated with electronic delocal-
ization between monomer units. Analysis of the thermo-
dynamic properties showed that the enthalpy changes
are determined by the electronic cooperative effects,
the entropic statistical factors being fundamental for
the relative stability of these clusters. Trimers and tetra-
mers non-stable linear zigzag chains were found.

To date no dynamical theoretical studies on these
small clusters have been carried out. We test here the
performance of GaussiAN-type orbital centered (GTO)
ab initio molecular dynamics [6] vs. classical PW-based
CPMD using (HF), clusters, since the experimental
gas phase data allow a direct comparison with the theo-
retical results.

Our goal here is to provide an assessment of the rel-
ative accuracy/cost ratio for these approaches as a func-
tion of the size of the molecular system. Anywhere a
degree of electronic inhomogeneities exists, it is essential
that a correct description of the electronic structure is
accomplished before attempting to include subtler ef-
fects (such as nuclear quantum tunneling). This study
has a general relevance since the majority of molecular
systems involves covalent and ionic bonds as well as
weak molecular interactions, like hydrogen bonds.

2. Method and computational details

2.1. PW Car—Parrinello molecular dynamics

We started the plane-wave CPMD simulations [14] of
the clusters considering a 15 A cubic unit cell containing

n HF molecules (as isolated systems), following the
procedure reported on liquid HF by Rothlisberger and
Parrinello [15] with the same time step (5 a.u.). Temper-
ature was controlled using the Nosé-Hoover scheme
[16,17] and kept constant at 10 K. A thermal Boltzmann
distribution (10 K) was used in order to generate the ini-
tial velocities. The choice of the simulation parameters is
based on the previous experience gained on HF systems
[15,18,19]. The size of the box is large enough to insure
the zero derivative of the potential energy and to avoid
spurious interaction between neighboring cubic units. A
set of plane waves (PW) with an energy cutoff between
60 and 300 Ry was used as the basis set for the Kohn—
Sham calculations (using the BLYP functional [20,21]),
with the Troullier—-Martins norm-conserving pseudopo-
tential [22,23] using the Kleinman—Bylander separation
scheme [24] for the representation of the core electrons
of the F atoms and for the hydrogen atoms the von
Barth—Car norm-conserving pseudopotential [25]. The
ultrasoft pseudopotentials of Vanderbilt [26] were con-
structed to allow an important reduction of the cutoff,
but the choice of the Troullier-Martins and von
Barth—Car pseudopotentials was made for sake of com-
parison [15,18]. The fictitious electronic mass (800 a.u.)
was chosen according to the value reported in [19,18].
This value has been tested and with the time step insures
an adiabatic follow-up of the Born—-Oppenheimer sur-
face. The simulation times were systematically set to
10 ps. Thermalization was achieved after 1.2 ps.

2.2. GTO ab initio molecular dynamics

The calculations were carried out with the Geraldyn-
2.1 code [6], which has been coupled to the Gaussian 03
code [27]. A direct comparison was done with the PW-
CPMD results, using BLYP [20,21] with the Stuttgart
RECP for fluorine [28]. The basis sets used (6-31++
G(d,p)) for hydrogen [29]and basis set for RECP [28] aug-
mented with a set of d-polarization functions for fluorine
[30]. A Nosé-Hoover chain of thermostats [16,17] was
also used to control the temperature at 10 K. A propaga-
tion step of 0.15 fs was used with the velocity—Verlet inte-
gration scheme [31]. The fictitious electronic mass is 171
a.u. and the simulation times is 10 ps. Thermalization
was achieved after 1 ps. The IR spectra have been ob-
tained for both types of dynamics (PW and GTO) using
the velocity autocorrelation functions and the dipole mo-
ment autocorrelation functions [32].

3. Results and discussion
3.1. The HF dimer

Let us start by analyzing the static and dynamic
results obtained using PW and GTO basis sets. For
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PW-CPMD, a cutoff of 60 Ry has been systematically
used to study both structural and energetics properties
of HF systems [15,18]. All GTO results are in excellent
agreement with the experiment for both geometry and
vibrational frequencies (see Table 1).

The F...F distance is predicted to be in the range of
2.720-2.730 A in excellent agreement with the experi-
mental value of 2.720 A [33]. The same is observed for
the two vibrational frequencies which are calculated to
be only 100 cm ™! lower than the experimental ones. It
is then possible to validate the GTO-based ab initio
molecular dynamics. The results obtained with PW-
CPMD are very different from both GTO and experi-
mental results. In particular, the hydrogen bond is not
well reproduced leading to frequencies too low by
700 cm ™!, This apparent failure of the PW-CPMD has
been analyzed and the convergence of the geometrical
parameters, the total energy of the dimer and the inter-
action energy, has been studied as a function of the cut-
off (see Table 2).

It should be noted that the convergence of the total
energy is very slow for the dimer, since a difference of
5% 10 3 hartree is found between the 250 and 300 Ry
cutoffs. However, the interaction energy of the dimer
(defined by Eur), — 2Eur using relaxed geometries in

Table 1
Theoretical and experimental results for the HF dimer
H-F H...F F-F ®

PW-CPMD 0.922 1.916 2.820 3119,3198
GTO-AIMD 0.940 1.791 2.722 3763,3884
Static® 0.941 1.792 2.724 3766,3898
Static® 0.932 1.806 2.730 3882,4016
Experimental® - - 2.720 3848,3919

PW (cutoff: 60 Ry) and GTO AIMD results are indicated, as well as
static ones: mean intra- and inter-molecular (hydrogen bond) H-F and
F F distances in A, vibrational frequencies (wavenumbers).

* Static results obtained with the same level of theory as GTO-
AIMD calculations.

® Static results from [13].

¢ Experimental results from [33] for F-F distance and from [8] for
frequencies.

Table 2
PW Car-Parrinello results for the HF dimer
Cutoff (Ry) H-F H...F Energy Ein
60 0.922 1.916 —48.17167 —0.00567
80 0.966 1.846 —48.79975 —0.00630
90 0.957 1.797 —49.00505 —0.00601
100 0.949 1.865 —49.16628 —0.00608
120 0.942 1.880 —49.37939 —0.00614
140 0.942 1.832 —49.51311 —0.00629
200 0.937 1.835 —49.67584 —0.00639
250 0.937 1.837 —49.70397 —0.00637
300 0.937 1.835 —49.70810 —0.00637

Mean intra- and hydrogen bond H-F distances in A, total and inter-
action energies in a.u.

Table 3
PW dynamic Car—Parrinello and PW-static results for the HF dimer as
a function of cutoff, in Ry

Cutoff (Ry) Wdyn Ostat Tcru
60 3119,3198 3131,3238 75
80 3447,3558 3555,3635 118
100 3713,3808 3700,3851 174
Experimental® 3848,3919

Frequencies are in cm~! and CPU time per dynamic step in seconds.
* Experimental result from [8].

both cases) is converged for cutoffs larger than
140 Ry. The intramolecular H-F distance is rather sta-
ble after 140 Ry. The most important remark concerns
the fact that both HF distances (intra and intermolec-
ular) show oscillations as function of the cutoff energy;
this is dramatic for the hydrogen bond, which oscillates
from 1.916, 1.797, to 1.880 A (between 60 and 120 Ry)
to finally stabilize at 1.835 A after the 140 Ry cutoff.
The results obtained with a cutoff of 60 Ry are unreli-
able, since both the electronic energy and the geometry
are not converged (therefore we recently performed a
PW-CPMD study of isobutylene/isobutane alkylation
in liquid HF using a much larger cutoff [34]). Two
other studies have been carried out on this dimer with
cutoffs of 80 and 100 Ry. The vibrational frequencies
have been obtained both through dynamical and static
approaches and are summarized in Table 3 and the
computational cost per point of dynamic simulation
is given.

With a cutoff of 100 Ry, the both static and dynamic
calculated frequencies compare correctly (100 cm ')
with experiment and are closer to the GTO values.
The computational cost has been increased by a factor
of roughly 2.5 with respect to the 60 Ry cutoff, which
is still affordable for this small system. For comparison,
using GTOs, the computational cost is lower by a factor
of 17.4 for equivalent quality of results.

3.2. (HF),

Since the (HF), cluster was shown to be a difficult
case for PW-CPMD, a similar comparison has been
carried out on the cyclic (HF); cluster. For this cluster
we have used a single cutoff value of 100 Ry and the
averaged structure resembles the GTO-type and Gue-
des’ et al. [13] results. The PW-CPMD vibrational fre-
quency obtained is 2968 cm™!, which is almost
200cm ! smaller than the GTO dynamic one
(3189 cm ). This kind of difference was already found
for the dimer since the dynamic CPMD values (also
with the 100 Ry cutoff) were 3713-3808 cm ™!, whereas
the experimental values are 3848-3919 cm™'. Even for
this larger cluster, important electronic density inhomo-
geneities are conserved and the PW based description
seems not well adapted.
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Table 4 introduces large electronic inhomogeneities that can
GTO AIMD results only be properly described in the plane wave basis with
n  H-F H.F o' Odyn Ot large cutoff energies, up to 140 Ry in the dimer case. It is
2 0940  1.791 3848,3919  3763,3884 3766, 3898 clear that the GTO-based AIMD approach is a good
30958  1.740 3431 3487 3504 alternative to the PW-based Car—Parrinello approach
4 0976 1.550 3276 3256 3245 to study molecular systems in vacuum. Even though
5 0.985 1.476 3200 3210 3059 . .

5 0987 1456 3150 3206 2972 the Vanderbilt type ultrasoft pseudopotentials have been
7 0988 1450 - 3189 2913 around for more than a decade, not a single PW-CPMD

Mean intra- and inter-molecular (hydrogen bond) H F distances in A,
static and dynamic vibrational frequencies (wavenumbers) compared
with experiment for (HF), clusters with n = 2-7. Cyclic clusters except
(HF),.

& Experimental results from [8].

® Static results obtained with the same level of theory as GTO-
AIMD calculations.

3.3. GTO-AIMD results on (HF),, n=2,7

The agreement of the GTO-based description for
these clusters with the experiment on (HF), is rather
good. As previously shown, due to important electronic
inhomogeneities, the low-cutoff PW-based CPMD is not
well adapted for the study of (HF), clusters. The GTO-
based calculations are actually much faster than the PW
ones for a given accuracy. We have performed equiva-
lent studies for the intermediate cyclic (HF), clusters.
The results are presented in Table 4. It can be seen that
the dynamic frequencies are in excellent agreement with
experiment and that the difference between static and
dynamic frequencies becomes larger as the cluster
grows. The dynamic effects are already noticeable for
clusters with n around 5, since the error for this cluster
is almost 150 cm™' for the static calculation. It should
also be pointed that as the cluster gets larger, dynamic
frequencies reach an asymptotic value around
3180 cm™'. The observed trend indicates that much lar-
ger cyclic clusters would have frequencies slightly lower
than our smallest value (n="7, w = 3200 cmfl). The
mean errors are always less than 80 cm ™! with respect
to the experimental values.

4. Conclusion

We have shown that our dynamical GTO-based
AIMD approach [6] provides geometrical and vibra-
tional results for small (HF),, clusters in agreement with
experiment. The standard PW-based CPMD method
has two main drawbacks: (a) it provides erratic behavior
for geometrical parameters when too small energy cut-
offs are used in the description of molecular systems
and (b) the CPU time required to obtain results with
the same quality is much larger than using the
GTO-based approach (17 times larger for the cutoff
providing equivalent accuracy). The simultancous pres-
ence of different types of bonding (ionic and hydrogen)

study concerning descriptions of HF systems (molecular
or liquid state) has made use of them. It would be very
interesting to perform a systematic comparison of GTO
localized with the Vanderbilt type pseudopotentials to
assess the relative performance of PW based with this
kind of ultrasoft pseudopotentials, especially developed
to reduce the computational cost of PW-based simula-
tions. Since CPMD is such a popular and widely used
method, we conclude that cautions must be taken in or-
der to avoid artificial results, both from the structural
and energetic point of view for a wide variety of molec-
ular systems involving ionic and weak interactions. A re-
cent contribution using a mixed GAUSSIAN-based
wavefunction and PW-based density description seems
a promising alternative to study this kind of systems in
condensed phases [35].
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II1.3 Simulation de spectres RMN

La spectroscopie RMN est une spectroscopie « lente » du point de vue des temps
caractéristiques vibrationnels moléculaires. En effet, le temps de relaxation d’un spin
nucléaire est bien plus grand que le temps caractéristique de vibration au sein d’une mo-
lécule. Par conséquent, le spin nucléaire, lors de sa relaxation, ne voit qu’une moyenne
des effets vibrationnels. Il existe plusieurs méthodes de chimie quantique pour déter-
miner le tenseur d’écran électronique [110, 111] et les constantes de couplage spin-
spin [112]. Néanmoins ces méthodes ne prennent pas en compte, a priori, le fait que
le temps de relaxation d’un spin nucléaire est plus grand que les temps vibrationnels
caractéristiques. En effet ce type de calcul est effectué sur une structure géométrique
figée. Nous présentons par la suite un article, a propos des propriétés RMN d’une

molécule on il peut se produire une pseudo-rotation de Berry [113, 114] : PFs.

II1.4 Article — C. Raynaud et al., accepté a Chem. Phys. Chem.

Une maniére pour prendre en compte les effets de température pour I'estimation
de tenseurs d’écran électronique est de moyenner plusieurs calculs réalisés sur un jeu
de structures géométriques différentes. Cet article traite de ’estimation des déplace-
ments chimiques de la molécule de pentafluorophosphore, dans laquelle un échange
de phosphore, par un mécanisme de pseudo-rotation de Berry [113, 114], peut se pro-
duire. L’ensemble des structures obtenues pour l’estimation des constantes d’écran
électronique ainsi que pour les constantes de couplages est issu de trajectoires de dy-
namique moléculaire réalisées a température finie. En particulier I’ensemble des tra-
jectoires conduites a une température de 1000 K permet de retrouver, d’'un point de
vue théorique, I’équivalence des cinq atomes de fluor expérimentalement observée en

spectroscopie RMN.
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Table of Contents: Fluxional effects in PFs can be included using ab initio molecular
dynamics for the theoretical determination of F NMR parameters which are in agreement
with experiment. The picture shows all fluorine atoms 03 shielding constants average on a

series of 10000 snapshots obtained by ab initio molecular dynamic performed at 1000 K.
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Density functional Theory



98 AU DELA DU MICROCANONIQUE

Introduction

Since several decades, phosphorus pentafluoride molecule (PF5) has been the subject
of intensive research from an experimental and theoretical point of view. This typical
fluxional molecule exhibits a rapid internal conversion of axial and equatorial fluorine atoms
in the D3y, trigonal bipyramid. Despite the fact that axial P-F bond lengths are found different
from equatorial ones (P-F,, = 1.534 A; P-F,, = 1.577 A),l1 YF NMR spectroscopy exhibits

)[3, 7-9]

five equivalent fluorine atoms (oF = 266 ppm and only one pr coupling constant (-929

1L 121 phechanism

Hz)," ® ' even at low temperature (i.e. 76 K). Berry pseudorotation
(Scheme 1) is commonly invoked to explain the YF NMR spectrum of PFs and much
attention has been devoted to the determination of the exchange mechanism, energy barrier

and exchange rate.!*""!

Recent developments of various computational methods for the study of nuclear
magnetic resonance spectrum provide new possibilities for the analysis and interpretation of
experimental spectra. State-of-the-art ab initio methods allow nowadays the accurate
treatment of chemical shielding and indirect spin-spin coupling constants."*?° However,
density functional theory (DFT) approach can be a good alternative when applied for
spectroscopic parameters calculation of molecular systems which are too large to use ab initio

methods.**?! Theoretical investigations of the '"F NMR spectrum of PFs have always
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privileged the conventional static approach by computing isotropic chemical shielding
constants and/or spin-spin coupling constants in vacuum at the D3, equilibrium geometry. In
all cases, it was found that axial fluorine atoms resonate at a different frequency than
equatorial ones.”” ! However, the fluorine equivalence can still be explained if the low
energy barrier associated to the pseudorotation process is considered. With this additional
information, a simple weighted average of the two static resonances can be performed and

leads to a chemical shift that is close to the experimental value.

It is well known that realistic comparison between experimentally and theoretically
calculated magnetic properties requires, in some circumstances, the modeling of thermal and
solvent effects.!'”) A simple and practical way to include motional effects is to use molecular
dynamics simulations performed in the canonical ensemble (NVT) to generate instantaneous
configurations for the system of interest at a given temperature. Then, spectroscopic
properties can be calculated as a time average along the trajectories.[24'27] The choice of the
molecular dynamics approach is determined by the fact that calculations should be done for
several configurations in order to sample a sufficiently large part of the phase space accessible
by the system. Thus, molecular dynamics simulations will privilege the use of suitable
empirical or nonempirical potentials for large molecular system. For medium sized molecular
system, such simulations can be performed nowadays using ab initio molecular dynamic in
the framework of density functional theory. Such approach has recently been successfully

[28

employed in the case of SF4 for which Berry pseudorotation mechanism can occur Jand on

larger fluxional systems (S;N@Cgo and Fesz).[zg’ 30]

In this article, we present a complete theoretical investigation of the YF NMR
spectrum of PFs in the framework of density functional theory. In a first part, conventional
static approach has been performed in order to evaluate the accuracy of our theoretical
strategy. Equilibrium and transition state structures have been optimized. NMR parameters
("F chemical shielding and spin-spin coupling constants) have been calculated for each
structure. Finally, energy barrier associated to the Berry pseudorotation mechanism has been

estimated. All the results compare relatively well with others theoretical values. In a second
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part, we present magnetic properties extracted from ab initio molecular dynamics simulations.
Two sets of trajectories have been computed at two different target temperatures. The choice
of both temperatures has been realized according to the ab initio molecular dynamics analysis
of the Berry pseudorotation mechanism of PFs achieved by Daul et all"! The first
temperature has been set to 298 K in order to simulate dynamics for which Berry
pseudorotation process is a rare event in the accessible time of our simulation. The second
temperature was higher (1000 K) in order to increase significantly the number of
pseudorotation events during the simulation time. Then, NMR properties have been calculated
as an average along all the trajectories. The principal results that emerge from this study are,
on one hand that the NMR spectrum (19F chemical shielding and spin-spin coupling
constants) obtained using a 298 K temperature is very close to the one obtained by means of
static calculations. On the other hand, NMR parameters extracted from dynamics performed
at 1000 K demonstrate unambiguously that Berry pseudorotation mechanism must be taken
into account in order to explain the NMR equivalence of all fluorine atoms in PFs. It should
be noted that the isotropic chemical shift obtained by mean of this molecular dynamic
approach (-69 ppm) is almost identical to the one calculated using a weighted average of the
static results (-68 ppm). This perfect agreement fully justifies the last computational method

that uses a simple averaging of the equilibrium values.

Computational methods.

All static calculations have been performed using the Gaussian 03 suite of programs.?"

Geometry optimizations of D3, minimum and C,, transition state structures have been carried out
using B3PW91 hybrid DFT functional™™>"! using effective core potential (ECP) with its associated
double-( basis set!®®! augmented with a set of d-polarization functions.*” Analytic second order

derivatives calculations have been carried out in order to confirm the nature of each stationary point.

ADb initio molecular dynamics simulations have been carried out using our own code that is

T using atom centered basis functions.”'! In all cases, a

based on Car Parrinello molecular dynamics
propagation step of 0.25 fs was used with the velocity-Verlet integration scheme!” and the fictitious

electronic mass has been set to 171 a.u. In order to investigate the influence of Berry pseudorotation
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mechanism on structural and NMR characteristics, dynamic simulations have been performed at two
different temperatures, 298 and 1000 K. Temperature was controlled by means of Nosé-Hoover chain
of thermostats.* *" First pre-thermalization has been performed at the HF/3-21G(d) level during 10 ps
using a Born-Oppenheimer approach that needs electronic energy convergence at each dynamic step.
Then, thermalization and production dynamic has been done at the B3PWO91 level for 10 ps more
using local atom-centered basis set pseudo Car-Parrinello method.!! In the last case, core electrons

were replaced by an effective core potential with its associated double-¢ basis set™"

augmented with a
set of d-polarization functions.””! A thermal Boltzmann distribution was used in order to generate the

initial velocities and a total of 5 trajectories were obtained at both temperatures.

F NMR isotropic shiclding constants were computed using the gauge including atomic
orbital (GIAO) approach™*! and additional 'Jpr spin-spin coupling constants have also been
determined.”” > PW91PW91 DFT functional™®~" has been employed using a double-{ type basis set
augmented by polarization function on all atoms, namely the 6-31G(d) basis set.””! These calculations
have been carried out on characteristic structures of the potential energy surface (minimum and
transition state) for static analysis and on a number of snapshots extracted from the trajectories for the
dynamic study. Representative snapshots were taken each 5 fs, for a total of 2000 structures for each
trajectory. Finally, "°F isotropic chemical shifts 8y have been calculated using CFCl; as reference
compound. Because shielding constant values depend on the theoretical model used to calculate them,
"F isotropic shielding constant of CFCl; has been determined either by static calculation or by the
dynamic approach described previously (see results and discussion for details). By static, a value of
157.61 ppm has been obtained and for dynamic calculations, the shielding constant is equal to 151.11

ppm and 135.87 ppm at 298 K and 1000 K, respectively.

Results and Discussion

Static approach. From a static point of view, our results are in accordance with others
data that can be extracted from the literature and are presented in Figure 1 and Table 1. The
equilibrium geometry adopts a Dj, symmetry with two different P-F bond lengths, one
associated to axial fluorine atoms (P-F,, bond length= 1.600 A) and the other to equatorial

ones (P-F,, bond length= 1.567 A) close to others structures obtained either experimentally
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(P-F,; = 1.534 A; P-F,, = 1.577 A)[l]or theoretically (P-F,, and P-F,, bond lengths ranging
from 1.528 to 1.566 A and from 1.563 to 1.602 A, respectively).[16’ 17.53.54 The reaction path
associated to the Berry pseudorotation mechanism proceeds through a transition state of Cay
symmetry. For this structure, four equivalent fluorine atoms exhibit a P-F bond lengths of
1.591 A while the remaining pivot fluorine, reveals a shorter P-F bond length (1.549 A). For
this transition state structure, one can only compare our results with other theoretical
calculations (P-F),, distance between 1.518 and 1.556 A; other P-F bond length between
1.556 and 1.599 A)!'® '3 and the agreement is fairly good exhibiting a noticeable decrease
of the pivot fluorine P-F bond length. Finally, electronic and Gibbs free energy barriers
associated to the Berry pseudorotation are equal to ~ 4 keal.mol ™. As for structural properties,
the activation energy is found close to others theoretical approaches (from 2.76 to 5.07

kcal.mol )3 14:16-17.33. 351 1 ex perimental estimation (from 3.04 to 3.91 kcal.mol™).P>¥]

Concerning F NMR spectrum associated to the Ds, equilibrium structure, isotropic
shielding constants obtained by the theoretical approach used in this work (or,, = 229.08
ppm; Org = 220.32 ppm see Table 2) are smaller than those calculated by more sophisticated
approaches such as CCSD (0re, = 298.20 ppm; o7, = 292.22 pprn)[23 I or the one determined
experimentally (or = 266 ppm).[3 +91 However, the difference between the shielding of axial
and equatorial fluorine atoms remains closed to 10 ppm that was already observed by all cited
theoretical works. Shielding constants computed at the DFT level are often significantly too
deshielded.™ ®! Indeed, shielding calculation needs a good description of the electronic
structure and consequently, the use of a highly correlated method associated to an extended
basis set is necessary.”'! A way to avoid partially this inaccuracy is to determine isotropic
chemical shifts relative to a selected reference. In our case, we have calculated the Pp
chemical shielding of CFCl; using the same theoretical approach (157.61 ppm) and evaluated
the "F chemical shift of PFs: & = or(CFCl3)-0(PFs5). As a consequence, the errors
committed for both calculations are partially cancelled and the obtained chemical shifts (-
62.71 and -71.47 ppm for axial and equatorial fluorine respectively) are closed to the

experimental value (-77 ppm).”’! The evaluation of '’F chemical shifts associated to the Cay
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transition state structure reveals two different types of fluorine atoms that resonate at -117.70

ppm (pivot atom) and -38.46 ppm.

Finally, spin-spin coupling constants have been calculated and it was found that o/
of axial atoms is smaller than the coupling of equatorial ones at the equilibrium structure (see

Table 2) in accordance with CCSD calculations!®!

. The calculation of spin-spin coupling
constants for the Cy, transition state geometry indicates that the all IJp_p are almost identical.
It must be noted that the coupling constants of the equilibrium geometry are 160 Hz smaller
than the CCSD ones and that we underestimate the average value by 170 Hz compared to
experiment (-929 Hz).[lo] It is well known that while DFT performs quite well for spin-spin
coupling constants, certain couplings, especially thus involving fluorine, are less accurately
predicted by DFT methods.[' ) However, while these coupling constant calculations are less
accurate, the difference between axial and equatorial IJP_F 1s 1dentical to the one determined
using highly correlated method (177 Hz). Consequently, while these results seem not very
accurate if one considers absolute values, the structural and spectroscopic relative behaviors
of axial and equatorial fluorine atoms are correctly described. Thus, neither of the two
characteristic structures of the potential energy surface (i.e. minimum and transition state) can
explain the experimentally observed NMR equivalence of all fluorine atoms. Nevertheless, if
the low energy barrier associated to Berry pseudorotation mechanism is considered, it is clear
that the F atoms will be exchanged and thus equivalent on the NMR time scale. From a

theoretical point of view, it is therefore evident that dynamic averaging must be taken into

account to answer the question of fluorine atom equivalence.

Dynamic simulations. Ab initio molecular dynamics have been performed using two
different temperatures in order to analyze the influence of Berry pseudorotation on the NMR
values. One set of molecular dynamic simulations has been computed at the 298 K standard
room temperature. All these trajectories are characterized by geometrical fluctuations around
the Ds, equilibrium geometry and no Berry pseudorotation mechanism is observed.
Consequently the mean structure of the molecular system that can be extracted from all

trajectories is similar to the minimum structure (see figure 1). These results do not indicate
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that Berry pseudorotation mechanism does not occur at this temperature but rather that our
simulation time is not sufficiently large to correctly sample the whole phase space associated

1.1

to this temperature. Similar results were obtained by Daul et a using a 180 K temperature

for which experiment argues that Berry pseudorotation must occur.

PF isotropic shielding constant calculations have been performed on 2000 structures
for each trajectory leading to a total of 10000 shielding values (see computational details).
The evolution of the '°F shielding average as a function of the number of structures has been
calculated for all fluorine atoms (See Figure 2). These averages converge rapidly toward
mainly two shielding constants that can be attributed to axial and equatorial fluorine atoms.
The two average shielding values (223.92 + 0.53 and 213.87 £ 0.01 ppm for equatorial and
axial fluorine, respectively) are different than those obtained by static calculations (229.08
and 220.32 ppm for equatorial and axial fluorine, respectively) exhibiting a difference of 5-6
ppm. However, the difference between axial and equatorial shielding remains in the range of
10 ppm that was observed by static calculations. The shielding difference between static and
dynamic calculations can be interpreted in terms of intramolecular dynamic including mainly
bond stretch vibrations. As a matter of fact, while the mean structure observed at 298 K is
close to the theoretical static D3, geometry, interatomic distances explore a phase space that is
larger. The decrease of '°F chemical shielding as a function of temperature has already been

11 or theoretically for different systems.'*> *%! Consequently,

observed experimentally on PFs
determination of chemical shifts needs to use a chemical shielding reference computed using
the same theoretical approach especially taking into account thermal effects. The "°F shielding
constant of CFCl; have been calculated by performing ab initio molecular dynamics on this
molecular system using the same procedure than for PFs at 298 K. The mean shielding
obtained for CFCl; at 298 K is 151.11 ppm, 6.5 ppm lower than the static reference value
(157.61 ppm). Calculation of "’F chemical shifts of PFs obtained using this reference gives
chemical shift of axial and equatorial fluorine (-62.76 and -72.81 ppm for axial and equatorial

fluorine atoms, respectively) close to the static results, as expected. From these first

dynamics, it is clear that if the dynamic takes into account only vibrationnal motion around
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the equilibrium, i.e. absence of Berry pseudorotation mechanism, axial and equatorial fluorine

atoms remain non equivalents.

In order to obtain a better sampling of the phase space on the whole potential energy
surface, the same dynamical analysis procedure has been performed at 1000 K. According to
Daul et al. molecular dynamic work,' it is accepted that Berry pseudorotation mechanism
will take place if such temperature is employed. For the five trajectories computed at this
higher temperature, several Berry pseudorotation events were observed and the average
structure extracted from these simulations leads to five identical P-F bond lengths (1.59 A)
associated to a deviation that is evidently larger than for dynamics computed at the lower
temperature (+ ~0.2 A at 1000 K compared to + ~0.1 A at 298 K) (see Figure 1). During a
total simulation time of 10 ps, depending on the initial conditions of each trajectory, between
9 and 22 pseudorotation processes are observed, leading to an average value of 14
pseudorotation mechanisms. This behavior is fairly closed to the one observed by C. Daul et
al'"® that report seven pseudorotation for a total simulation time of 4.25 ps. For all processes,
the molecule proceed via a structure that is closed to the C,, transition state, the geometry
being different from the exact transition state because of stretching and bending vibration
modes. The time necessary for the system to accomplish such process - to go from on
equilibrium valley to another one - is always equal to ~200 fs. It must be noted that no
turnstile rotation mechanism!®” has been observed during all simulations that were performed
at this temperature. This is consistent with the energy barrier associated to the turnstile
rotation process that has been previously calculated and found 5 times larger than the one
associated to pseudorotation (i.e. 18.1 kcal.mol'l).m] Consequently, the system needs much
more energy to perform such turnstile rotation and this event will be rare compared to Berry

pseudorotation on the time scale of our dynamics.

F isotropic shielding calculations have been performed using the same procedure
than previously (2000 structures for each trajectory) and the evolution of the shielding
average as a function of the number of structures has been calculated for all fluorine atoms

(See Figure 3). All averages almost converge toward approximately one shielding value that
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is estimated to 205.09 + 1.33 ppm if the mean value of the five final average shielding
constants is determined. The fact that we did not found five identical chemical shielding
values indicates that our statistic ensemble of configurations seems not large enough.
Nevertheless, the convergence behavior is different from the one observed at 298 K and one
can safely conclude that all shielding constants will converge towards five equivalent values
if a larger number of configurations is taken into account. As already observed for dynamic
performed at 298 K, the shielding obtained at the highest temperature has considerably
decreased compare to static calculations or molecular dynamic simulations at 298 K.
Consequently, the ""F shielding of CFCl; has been computed using molecular dynamic
simulations performed at 1000 K. At this temperature, the mean chemical shielding was
estimated to 135.87 ppm and a value of -69.22 ppm was found for the '°F chemical shift of

PFs, in relatively good agreement with experiment (-77 ppm)."!

As for the previous analysis, the study of the ‘Jp.» spin-spin coupling constants
behavior has also been investigated at both temperatures. The conclusion that emerges from
this final analysis is comparable to the ones obtain previously. At 298 K, average J couplings
converge towards two values (-1167 £ 0.62 and -998.30 £ 0.05 Hz, for axial and equatorial
atoms, respectively, see Figure 4a) that are close to the static results (see Table 1) while all
five average coupling constants almost converge towards the same mean value (-1103.73 £
13.67 Hz, see Figure 4b) at 1000 K. While the average coupling constant is different from the
experimental one (-929 Hz), dynamics computed using a 1000 K temperature that involve
several pseudorotation processes clearly demonstrate the existence of only one coupling
constant when such mechanism is accounted for. The difference between theoretical and
experimental data is mainly due to the theoretical level that we use for our calculations. In
order to obtain more accurate results, one should have used highly correlated method such as
coupled clusters associated to a large basis set. However, if one considers the number of
calculations needs to reach a quasi convergence of the average value, this represents a
considerable computational effort and will not modify the principal result that concerns the

existence of only one spin-spin coupling constant.
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While the strategy used to compute NMR parameters leads to suitable results
compared to experimental data, the computational effort necessary to perform this task
remains important (i.e. 2000 NMR calculations for each trajectory). In order to check the
opportunity to reduce the number of NMR calculation steps, we have analyzed the behavior
of the chemical shielding and spin-spin coupling constants average as a function of the
number of configurations taken for properties determination. This analyze has been performed
on the trajectories simulated at 1000 K because the configuration sampling is more crucial for
this temperature than for 298 K where only fluctuations around the equilibrium structure are
observed. We have thus calculated the average value of the chemical shielding and the spin-
spin coupling constant as a function of the interval between two consecutive snapshots as well
as the standard deviation of both parameters (Results are displayed on Figure 5a and 5b).
These last quantities can then be used as a convergence criterion - the smallest these
quantities are the best the convergence is achieved. As the interval between each snapshots
increases, NMR parameters (average values and standard deviations) slightly differ from the
values obtained with a 5 fs interval (chemical shielding 205.09 = 1.33 ppm and spin-spin
coupling constants -1103.73 £ 13.67 Hz). When the interval becomes larger than 300 fs, more
important fluctuations of both NMR parameters are observed. Moreover, standard deviations
become more important leading to a poorer convergence of our calculations. As a
consequence, one can conclude that a satisfactory convergence is reached at the level of a 300
fs time difference between individual frames. By using such interval, one could then reduce
the number of calculations by a factor 60 (~167 NMR calculations instead of 10000) that

corresponds to a less important computational effort.

Conclusions

We have presented a theoretical investigation of the F NMR spectrum of PFs in the
framework of density functional theory. In a first part, conventional static approach has been
employed in order to check the validity of DFT approach for the calculation of both F NMR

chemical shielding and spin-spin coupling constants. The results obtained are in relatively
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good agreement with previously reported values especially if the relative behavior of axial
and equatorial fluorine atoms is considered either from a structure point of view or from
spectroscopic  considerations. However, the low energy barrier associated to the
pseudorotation mechanism must be invoked in order to conclude on the NMR equivalence of
fluorine atoms. In the second part, ab initio molecular dynamics have been simulated in order
to generate a number of different configurations sufficiently large to allow the computation of
NMR parameters as an average on the trajectories. Two temperatures have been set in order to
emphasize the importance of Berry pseudorotation mechanism for the interpretation of NMR
spectrum. PF chemical shifts and spin-spin coupling constants obtained from simulations
performed at 298 K, for which no pseudorotation has been observed, are close to the ones
computed by static approach on the equilibrium geometry. On the other hand, trajectories
computed at 1000 K imply several pseudorotation processes and either F chemical shifts or
spin-spin coupling constants converge towards one value. This demonstrates the equivalence
of all five fluorine atoms in the NMR spectrum and highlights the necessity to invoke Berry
pseudorotation mechanism to interpret PFs NMR spectrum as suggested several decades ago.
From a practical point of view, chemical shifts computation needs a correct description of the
reference compound. Indeed, it is demonstrated that the theoretical approach used for
shielding constant calculation of the reference must be identical to the one used for the

molecular system of interest if quantitative results are expected.
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Figure 1. Characteristic P-F bond lengths (in Angstrom). D3, and Cyy structures: bond lengths
from geometry optimization. Dynamic simulations (dyn 298 and dyn_1000): average
structure calculated using all computed steps of each trajectory. The error bar corresponds to

the maximum and minimum values explored by all dynamics at each temperature.
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Table 1. Geometries and activation energies of PFs from static calculations and experiments[a]

D3y P-Fax P-F¢q Cav P-Fpivot P-F
This work!™ 1.600 1.567 1.549 1.591
Theoretical''® 1.563 - 1.602  1.528 - 1.566 1.518-1.556  1.556-1.599
Theoretical!” 1.580 1.535 1.535 1.580
Theoretical >’ 1.575 1.537 1.521 1.562
Experiment!'] 1.577 1.534 - -

Activation energies

This work[®! 3.7(@4.1)
Theoretical® 2.76 - 5.07
Experiment!® 3.04-391

[a] Bond lengths (P-F) in Angstrom. Energy barriers in kcal.mol”. For atom and structure

identification, see Scheme 1. [b] B3PW91/ECP calculations for geometry optimizations. [c]

Value in parenthesis corresponds to the Gibbs free energy. [d] From references.!'* ' 1617531 [¢]

5 -
From references.”>>®
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Table 2. NMR data of PFs from static calculations and experiments!®!

D3 Fax Feq Cay Fopivot F
oy (this work)!" 220.32 229.08 275.31 196.06
or (CCSD) 1! 292.22 298.20 - -
or (Exp) 7! 266.00 266.00 - -
& (this work)™ -62.71 -71.47 -117.70 -38.45
9 (Exp) 7% -77.00 -77.00
'Jp.r (this work)™ 991 -1168 -1086 -1092
! Jp.r(CCSD) 2] -831 -1009
' Jo.rr (Bxp) B 78101 -929 -929
[a] Chemical shielding and chemical shift (relative to CFCl;) in ppm; Spin-spin coupling
constant in Hz. For atom and structure identification, see Scheme 1. [b] B3PWI91/ECP
calculations for geometry optimizations; PW91PW91/6-31G(d) calculations for NMR
parameters.
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III.5 Simulation de spectres UV-visible

La prédiction par les méthodes de la chimie théorique des caractéristiques UV-
visible des molécules reléve des méthodes permettant une description relativement
précise des états excités. Néanmoins, comme dans le cas précédent, ces méthodes
ne tiennent pas compte, a priori, des effets de température sur les spectres obtenus.
D’un autre coté, la spectroscopie UV-visible est une spectroscopie « rapide » vis-a-vis
des temps vibrationnels caractéristiques moléculaires. Or les mesures expérimentales
ne sont pas réalisées sur une seule molécule mais sur un ensemble macroscopique, le
spectre résultant est alors la somme des différentes transitions électroniques observées
pour chaque molécule de ’échantillon. Nous présentons par la suite un article, a propos

de la simulation de spectres UV-visibles d’une molécule : la f—ionone.

II1.6 Article — C. Raynaud et al., soumis & J. Mol. Struct.

De la méme fagon que dans ’exemple précédent, la dynamique moléculaire ab initio
a température finie peut étre utilisée pour générer un ensemble de structures géomé-
triques. Cet article traite de la simulation du spectre UV-visible d’'une molécule or-
ganique : la S—ionone. Le spectre simulé est tout a fait satisfaisant par rapport au
spectre d’absorption électronique expérimental, en terme de position, forme et hauteur
relative des différentes bandes. Il faut noter que la structure électronique de ce com-
posé a été décrite par la méthode hybride ONIOM [83] (cf. partie B § VI p. 47) : le
chromophore, 7.¢e. le systéme 7, a été traité a « haut » niveau par une méthode de DFT
et le « reste » de la molécule a été représenté a ’aide d’'une méthode semi-empirique,
AMI1 [115]. Seule la fonction d’onde associée & la partie modéle décrite par la DFT a
été propagée « classiquement » selon la méthode développée durant cette thése; lors
des calculs semi-empiriques, I’énergie a été minimisée en chaque point de la trajectoire.
Notons enfin que pour réaliser ces trajectoires, les gradients de chaque calcul doivent

étre recombinés afin d’obtenir les gradients du systéme global [84].
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Ab initio molecular dynamics simulation of the UV absorption
spectrum of (B-ionone

Christophe Raynaud, Romuald Poteau, Laurent Maron} Franck Jolibois
5th September 2005

Laboratoire de Physique Quantique (UMR5626 du CNRS), IRSAMC
Université Paul Sabatier, 118 route de Narbonne, 31062 Toulouse Cedex, France

Abstract

Ab initio molecular dynamics have been performed at the ONIOM(B3LYP/3-21G(d):AM1) level of cal-
culation in order to study the link between the exploration of interconversion pathways of the (-ionone
compound and its UV absorption spectrum. Absorption spectra were obtained by TDDFT(B3LYP/6-31G*)
calculations which account for bulk solvent effects performed on geometries picked on different molecular
dynamic trajectories. We show that, beyond the usual theoretical interpretation of UV spectra in terms of
vertical excitation energies and associated oscillator strengths obtained on a single geometry, the coupling
of various strategies (i.e. ab initio molecular dynamics, hybrid QM/MM methods, solvent described with
polarizable continuum models and TDDFT) is now easily feasible on large molecules and provides theoretical
absorption spectra which take into account dynamical effects. In that context, our code based on ab initio
molecular dynamics using Gaussian-type orbitals, is able to integrate several theoretical methods.

Keywords : TDDFT, molecular dynamics, ionone

1 Introduction

Tonone is used in perfumery, flavoring, and vitamin A (retinol) production for cosmetics and toiletries, the (3
isomer showing a less floral odour than the «. [-ionone shares with retinal some structural and bonding features
and can be considered as a relevant model of retinal for the purpose of evaluating dynamical processes on
such systems. a-ionone (4-(2,6,6-trimethyl-2-cyclohexen-1-yl)-3-buten-2-one) and [-ionone (4-(2,6,6-trimethyl-
1-cyclohexen-1-yl)-3-buten-2-one) exhibit very different UV absorption spectra (figure 1), with a single band
for a-ionone at Apax = 227nm (g1, = 14250 L.molfl.cmfl) and two bands for 3 ionone at A\pnax = 219nm
and Apax = 295nm (Epax = 5750 L.mol '.cm™! and €0 = 9450 L.mol~l.cm™!, respectively). This can be
related to different chromophores, since a-ionone has two chromophores, i.e. ethylene-like (C=C) and enone
(C=C-C=0), whereas in [S-ionone the conjugation of the two 7 systems leads to a single dienone chromophore
(C=C-C=C-C=0). By the way, Woodward-Fieser rules provide theoretical Ay ,x which, among several effects,
take into account the extent of conjugation in [-ionone. Application of these rules yields Amax = 227 nm and
Amax = 299nm for o~ and [-ionone respectively, thus being unable to explain the high-energy band of the
second compound.

Our goal is firstly to assign the experimental bands by a theoretical study of the lowest excited states of
ionone, and secondly to estimate the modification of the theoretical absorption spectrum when taking into
account the effect of temperature on the motion of nuclei. As a matter of fact, S-ionone can undergo three
types of conformational interconversions : rotation around the diene single bond; rotation around the enone
single bond; cyclohexene ring inversion. According to 'H NOE NMR, the s-cis diene conformation of 3-ionone in
solution is dominant, but this compound probably also exists in its s-trans form (figure 2).! It is also interesting
to mention that the isolation of the s-trans and the s-cis conformers as inclusion complexes with different
hosts compounds has been reported.? We shall see in the following that several stationary points (isomers,
stereoisomers and the corresponding saddle points) can be identified on the potential energy surface (PES), and
[-ionone can thus be considered as a structuraly versatile compound, considering the rather small barrier heights
between isomers. Accordingly, a coupled “excited states calculation/ab initio molecular dynamics” approach on

*corresponding author : laurent.maron@irsamc.ups-tlse.fr
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Figure 1: Experimental absorption spectra of a-ionone (plain line) and (-ionone (dashed line) in ethanol.
Concentrations : 5.39x107° M (a) ; 6.54x107> M (3).

such systems is certainly desirable. This was already suggested in Ref. 3 in the case of Schiff bases of -ionone,
but to our knowledge it has not been accomplished.

We have used the following methods : (i) density functional theory (DFT) for calculating the electronic
ground state? (ii) hybrid methods which consist in partitioning a molecule in two unequal parts, the smallest
one being generally considered at a higher level of calculation than the largest one.®> The ONIOM method®
was used in the present work (iii) time-dependent DFT (TDDFT) for the computation of electronic excited
states”® (iv) the solvent is represented by a solvation model : the polarizable continuum model (PCM),? in its
nonequilibrium formulation for the calculation of excited state properties.!%12 (v) ab initio molecular dynamics
(AIMD). The AIMD machinery is provided by the Geraldyn program.'?

The conjunction of these methods appears effective in reproducing spectroscopic data of molecules in solution.
In that context, AIMD allows to take into account temperature effects on band positions, intensities and widths.
In a recent work, Crescenzi et al. have shown the interest of an integrated AIMD/DFT/PCM approach for
taking into account solvent effects on the UV and NMR spectra of acetone.'*

Figure 2: a-, s-cis- and s-trans-(-ionone.

2 Methods

All energies, forces, frequencies, and transition energies calculations were carried out with Gaussian03.!5 The
structures of isomers and transition states of 3-ionone were optimized and characterized at the DFT-B3LYP/6-
31G(d) level of theory in gas phase. The AIMD of such large molecules is still computationally expensive to
handle, so the ONIOM method® implemented in Gaussian03 was used. A two layer ONIOM approach was used
in order to describe the electronic structure of the molecular system. For this purpose, only the atom from C®
to O'0 were retained in the high level partition (figure 3) ; this choice has been done according to the presence
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of an extended and delocalized 7 system (see results for details). The remaining atoms were treated using a
lower level of theory.

Ab initio molecular dynamics simulations have been carried out using our own code that is based on Car-
Parrinello molecular dynamics'® using atom centered basis functions.'® In all cases, a propagation step of 0.25
fs was used with the velocity-Verlet integration scheme'” and the fictitious electronic mass has been set to
171 a.u. In order to investigate the influence of temperature effects on structural and UV-vis characteristics,
dynamic simulations have been performed at two different temperatures, 298K and 500K. Temperature was
controlled by mean of Nosé¢-Hoover chain of thermostats.!®19 A thermal Boltzmann distribution was used in
order to generate the initial velocities for each trajectory; first pre-thermalization has been performed at the
ONIOM (HF/3-21G(d):AM1%°) level during 10 ps using a Born Oppenheimer approach that needs electronic
energy convergence at each dynamic step. Then, thermalization and production dynamic has been done at the
ONIOM (B3LYP/6-31G(d):AM1) level for 10 ps more using local atom-centered basis set pseudo Car-Parrinello
method.!® A practical way to sample the whole phase space of this molecular system would be to perform a
dynamic study using a high temperature. However, these trajectories would need to be achieved for a long time
of simulation because of the large number of degrees of freedom. That is why most of our simulations have been
done at 298 K in order to only sample the phase space around the equilibrium structure of each conformer.UV
spectra were calculated by means of TDDFT calculations, using again the B3LYP functional and the 6-31+G*
basis set, coupled with the conductor variant of the PCM model for taking into account solvent effects (ethanol in
this work) on electronic transitions,?*»22 in combination with the Pauling set of atomic radii. We systematically
computed 12 singlet excited states. These calculations have been carried out on characteristic structures of
the potential energy surface (minima) for static analysis and on a number of snapshots extracted from the
trajectories of the dynamic study. Representative snapshots were taken each 5 fs, for a total of 2000 structures
for each trajectory. For the purpose of comparison with the experimental spectra, the calculated peaks were
convoluted with Gaussian-type functions with the same arbitrary width, as usually done. Concerning AIMD
simulations, the width is chosen 100 times smaller than for single conformation spectra. The TDDFT method,
which often appears very successful for evaluating vertical electronic transitions,?>2% and even charge transfer
states in metal complexes,?® is knowing a growing interest. However, several authors have clearly shown that
TDDFT may fail for describing Rydberg and charge transfer (CT) states.2”-2° As an example, we have shown
in the case of lanthanide complexes that spurious states may appear, although not systematically, when CT
states are involved,*® which is related to the underestimation of TDDFT energies for CT states. We stated that
TDDFT can be an interesting tool for rationalizing experimental electronic absorption spectra, but it cannot
be used for predicting spectra in the framework of molecular design without a careful analysis of the results.

(0]
AN

Figure 3: Model system for ONIOM calculations.

3 Results

3.1 Geometries and energies of stationary points

B-ionone conformations are mainly characterized by three dihedral angles : ZC5CSC7C® (6,), which characterizes
the s-cis or s-trans diene conformation; Z/C7C3CY0O!Y (6,), which indicates the enone conformation; Z/C'C2C3C*
(63), characteristic of the inversion of the cyclohexene ring. In all cases, the cyclohexene ring remains in its
half-chair conformation (3 is close to -61° from our calculations). We primarily considered two s-cis diene
isomers which differ by the enone conformation (structures cc™ and ct—, figure 4a,b) and two s-trans diene
isomers (structures tc and tt, figure 4d,e).3! We did not make a systematic exploration of the potential energy
surface (PES), as done in32 in the case of Schiff bases of 3-ionone, since our goal is to estimate the effect of
the motion of nuclei on absorption spectra, not to characterize all stationary points. Starting from an optimal
geometry, the MD process should allow to explore various neighbouring conformations. In particular, there are
two minima, cc™ and ct™, analogous to cc™ and ct™, but oppositely twisted with respect to the planar cis
diene structure (the superscripts + and - indicate a positive or negative value of 6;). While cc™ is slightly more
stable than cc™ if one considers their electronic energy (AE = 0.1 kcal/mol), the two structures are degenerate
according to their free energy (table 1). The conjugated double bond system is not planar in cis diene structures,
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a consequence of the steric repulsion between the hydrogen at C® and a methyl group of the cyclohexene ring
(figure 4). However, the cc™«>cct (or ¢t~ —ct™) interconversion is facilitated by the rotation of the C° methyl
group, as shown by the structure of the transition state (figure 4c). The barrier height is small; 1.6 kcal/mol.
While the cc*—tc (or ct™«tt) isomerization should also easily happen, with a barrier height about 3 or 4

kcal/mol, the cc* «sct™ and tc«tt isomerizations involve more energy (about 8-10 kcal/mol).

(a) cc™

(d) tc

(e) tt

Figure 4: (-ionone conformations (a,b) cis diene ; (c) transition state between cis dienes oppositely twisted ;

(d,e) trans diene ; (f) transition state between cis diene and trans diene.

struct. 7 01 02 03 AFE ATGX
cc” 0| -42.9 -1.9 -61.6 | 0.0 0.0
cct 0 45.5 2.1 -60.4 | 0.1 0.0
ct™ 0| -45.7 | 179.6 -61.6 | 0.9 1.1
ctt 0 473 | -179.0 -60.3 | 1.1 1.2
cc” cct 1 4.0 0.1 -616| 1.6 2.9
cc ct™ 1 -54.8 904 -61.3 | 8.4 8.2
tc 0 || -169.3 06 -621| 0.5 0.4

tt 0 || -167.9 | -179.3 -62.2 | 2.0 1.9
tc tt 1| -167.5 91.1 -61.9 | 10.3 9.8
cc tc 1] -117.1 24 -62.1 2.3 2.5
cch tc 1 111.1 2.1 -60.8 | 2.7 2.9
ctttt 1 142.2 | -177.6 -61.5 | 3.8 4.7

Table 1: Relative energies (kcal/mol), dihedral angles (degrees), and number of imaginary frequencies (i) of
DFT stationary structures. A, GX stands for A,G° and A, G* for minima and transition states respectively.

3.2 Absorption spectra of minima

The experimental absorption spectra of - and S-ionone in solution significantly differ (figure 1) . From a general
point of view, TDDFT allows, with cautiousness, to perform routine theoretical calculations of UV spectra in

the gas phase®® or in solution.?4

We will show in the following that, subject to a good accuracy of TDDFT

transition energies and oscillator strengths, the method provides lines for understanding the difference between

a- and (-ionone absorption spectra.
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a-ionone. Since the C% carbon atom is sp? hybridized in a-ionone, instead of sp? in 3-ionone, the conjugated
chain C=C-C=0 is almost orthogonal to the cyclohexene ring (figure 5a). Consequently, there are two separate
7 chromophores : the C=C chromophore of the ring and the enone chromophore. According to TDDFT
calculations, a single excited state accounts for the intense band in the 210-270 nm range (figure 5a). This
Sy state absorbs strongly at A3 = 244nm, i.e. with a large oscillator strength associated to the Sp — Ss
transition (f3 = 0.453). This corresponds mainly to an excitation from a 7 MO to a 7* MO of the conjugated
chain (figure 7a). The first two singlet excited states have n7* character. For the purpose of comparison with
the experimental spectra, the peaks are convoluted with Gaussian-type functions. The width of the Gaussian
functions is chosen in order to qualitatively reproduce the experimental bandwidth. Despite a red shift of the
TDDFT transition with respect to the experimental band (A\ = 17 nm), already noticed in a previous work,*
there is a good agreement between experiments and theory. It should be recalled that the errors with the ab
initio CASPT2 method,?® which is often considered as yielding accurate transition energies, are in the range
0.2-0.3 €V. Thus, for A = 220nm and A = 300nm this corresponds approximatively to an error of +10 nm
and +18nm (this rough estimation does not take into account the necessity to consider larger basis sets for
high-energy states).

Absorption / arb. unit

T
200 240 280 320 360
wavelength / nm

(a) (b)

Figure 5: (a) a-ionone (1= 22.5° ; 6= 0.4° ; f3=-40.6°) ; (b) experimental and theoretical absorption spectrum
of a-ionone.

dashed curve = experimental absorption spectrum in ethanol ; plain curve = TDB3LYP(CPCM)/6-31+G*
spectrum of the optimal B3LYP/6-31G* geometry ; the vertical lines correspond to the oscillator strength vs.
transition wavelength plot of the Sy — S; transition ; the lower graph shows all transition wavelengths, thus
allowing to visualize transitions with very low intensity.

[-ionone. Since -ionone appears as a fluxional system with small or moderate barrier heights between several
cis or trans conformations thermodynamically almost equiprobable, we have computed the TDDFT absorption
spectra of cc*, ct®, tc, and tt. In so far as the spectra of cxt and cx~ are almost identical, we only show
on figure 6 the results for the more stable structures cc™ and ct~. The calculated spectra for cc™ and ct™ on
one hand, and tc and tt on the other hand, are almost superimposable. The four spectra exhibit an intense
transition lying approximately at 320 nm, which accounts for the experimental band observed at Apmax= 299
nm. The 7 and 7* MO which describe these transitions in cc™ (and cc*, ct ™, ct™) are very similar to the MO
involved in the 77* state in tc (and tt), despite the non planarity of cis diene conformers (figures 7c and 7b). It
should be noticed that the MO are developped on the whole dienone C=C-C=C-C=0 chromophore, reminiscent
of the Woodward-Fieser rule which takes into account the additional double bond with respect to the enone
chromophore in the calculation of A ax. However, while the twisting of the chain imposed by steric interactions
in cis diene conformers has almost no influence on the wavelength (approximately 320 nm in cis and trans),
the intensity of the transition is significantly reduced in cis with respect to trans : f1 = 0.260 (A\; = 335nm)
and fo = 0.115 (A2 = 312nm) in cc™ and f; = 0.236 (A = 318 nm) and f> = 0.425 (A2 = 316 nm) in tc.

The difference between the cis and trans diene spectra stands in the 210-250 nm range, since singlet excited
states leading to Syp — S; transitions with relatively high oscillator strengths are only present in this range in
the case of cis conformers. The two most intense transitions in cc™ are mainly described in terms of transition
between MO in figure 7d. The rotation of the C=C-C=0 functional group with respect to the cyclohexene
ring involves an obstruction of the 7-electrons conjugation, a localization of these MO and consequently of the
transitions on the enone chromophore. These two transitions have lower oscillator strengths than in a-ionone
: fs = 0.087 (A3 = 236 nm) and f4 = 0.100 (A4 = 229 nm), whereas the Sy — S3 transition in a-ionone is
obtained at A3 = 244 nm with f3 = 0.453.

Consequently, the theoretical absorption spectra of cis diene conformers are in good agreement with ex-
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Figure 6: Experimental and theoretical spectra of structures cc™, ct™, tc, tt. Same comment as in figure 5 ;
dotted curve = TDB3LYP(CPCM)/6-314+G* spectrum of the optimal ONIOM(B3LYP/3-21G*:AM1) geometry.

periments, whereas the lack of intense transition in the 200-260 nm range makes the theoretical spectrum of
trans conformers only in partial agreement with experiments. From these statements, one could advance that
the cis — trans diene interconversion in solution is a rare event. As a matter of fact, merging cis and trans
absorption spectra with, according to relative energies of isomers and barrier heights, almost identical statistical
weights, would yield an overall spectrum with wrong relative intensities, the intensity of 320 nm band being
overestimated with respect to the 240 nm band.

3.3 Dynamical study

Considering the computational time required for an accurate description of molecular dynamics, and the size
of the ionones (96 degrees of freedom), the energy and its first derivatives have been calculated at the ONIOM
level. Comparison of structural data of stationary geometries of isomers cc™ and tc obtained by calculations
on the real system and by ONIOM calculations are given in table 2 in order to assess this approach. While the
model system chosen in ONIOM is not able in itself to take account steric interactions since no methyl groups
are considered, agreement between geometries is very satisfactory thanks to the ONIOM method. And that is
how the enone part is significantly twisted in the s-cis diene conformation (; = —35.6°), whereas the model
system is closer to planarity (/1 = —20°). According to the geometric parameters given in table 2, there is
almost no disagreement between the two levels of calculation. A slight underestimation of the dihedral angle
0, is mainly noticeable. TDDFT calculations done on (-ionone in its optimal cis or trans ONIOM geometry
(figure 6, dotted lines) provide theoretical absorption spectra close to those obtained on the optimal geometries
of the real system. The main difference lies in the slight red shift of the low-energy band, probably related to the
underestimation of #; and the lengthening of the CO bond length. The QM/MM partitioning appears however
reliable, since the different UV fingerprint of s-cis and s-trans diene $-ionone and the relative intensities of the
bands for each conformer remain.

cet tc
Real ONIOM | Real ONIOM
[eReE 1.358 1.363 | 1.368 1.370
(oot 1.470 1.474 | 1.462 1.466
(elfel 1.348 1.347 | 1.354 1.351
c8c® 1.486 1.478 | 1.484 1.478
coore 1.224 1.245 | 1.225 1.246
CCeC™ | 123.2 1235 | 117.5 118.5
C8C01° | 1224 123.6 | 122.8 123.7
61 45.5 37.6 | -169.3 -167.9
02 2.1 0.9 0.6 0.6

Table 2: Comparison of selected geometric parameters of conformers cct and tc obtained by DFT calculations
on the real system and by ONIOM calculations.
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Figure 7: m and 7* MO involved in the description of the most intense Sy — S; vertical transitions of a- and
[-ionones (structures cc™ and te) ; lw and sw stand respectively for large wavelengths and small wavelengths.

The evolution of selected geometrical parameters along the 10 ps trajectory are given in figure 8. The
trajectory of the cc-type conformers started from cc™ (6; ~ 35°), that is to say from the slightly less stable
conformation. One can see in figure 8a that the system gets over the low-energy barrier (AE = 1.5kcal/mol
; AG* = 2.9kcal/mol, see table 1) and adopts the cc™ conformation (f; ~ —35°) quite quickly, after 2 ps.
Despite a low barrier height (cc™cct:AE = 1.6kcal/mol ; A,.G* = 2.9kcal/mol), the total simulation time
is not long enough to explore again the part of the PES corresponding to the cct conformer. The system
rapidly equilibrates, and 6; moderately oscillates around -35°. We also explored paths corresponding to the tc
conformers, and no additional features are observed. In particular, no cis to trans interconversion is observed,
despite small barriers to overcome : AE = 2.3kecal/mol (A, G* = 2.5kcal/mol) for the cc™—tc isomerization.
Moreover, (3-ionone does not achieve a transition from the cc™ valley to the ct™ valley, the barrier height being
too high to get over during a short-time simulation (AE = 8.4 kcal/mol ; A,G* = 8.2kcal/mol). Starting from
tc, [-ionone remains trapped in this conformation during the 10 ps simulation (figure 8b). Compared to the
cc trajectory, 6; oscillates similarly, with an amplitude equals to 30°. Fixing now higher temperatures, e.g
500K, cis-trans diene interconversion occurs frequently during the short time-scale of the simulations done in
this work (figure 8c).

Several snapshots have been regularly picked on each trajectory, and TDB3LYP(CPCM)/6-31+G* calcu-
lations of excited states have been done for each snapshot. We have reported in figure 9 all the oscillator
strengths vs. wavelengths, as well as the convolution of the peaks by small width Gaussian-type functions (the
width is chosen 100 times smaller as previously). It is interesting to notice that, while the dynamical cc and ct
absorption spectra are not significantly different from the spectra obtained for the lowest energy conformations,
the absorption spectra of tc and tt are modified, due to an increase of the density of states with large oscillator



Il Calculs de Propriétés

90 (a) (1)
60 5~ - = <P(t)>

304 ¥ ..
70 T S TN 1Y B SR Y A Y My sl
_60 m
_go m

Dihedral angle 6, / degree
o
Il

(b) d(1)
240 - —— <®()>

210

180

150

Dihedral angle 6, / degree
1
1
I
t
¥
¥
t
\

250 A (c) d(t)
200 4 /44 -- <2O>

- N

150 S

/ degree

1004 1 b TRt epee e

a
o
I

Dihedral angle 6

o

2000 4000 6000 8000 10000
Time / fs

o

Figure 8: Time evolution of geometrical parameters at 298 K (a) and (b) and 500K (c) ; (a) 6; dihedral angle
in cc ; (b) 61 dihedral angle in tc ; (c) ¢; dihedral angle in tt (dashed curve = time averaged value).

strengths in the 210-250 nm range. This can be attributed to the oscillation of #; which now also involves for
trans conformations an obstruction of the m-electrons conjugation and a localization of some excitations on the
enone chromophore, which appear approximately at 240 nm, as in a-ionone. Increasing the length of the sim-
ulation would certainly increase the intensity of the 240 nm band, relative to the low-energy band. Dynamical
effects thus play an important role on the intensity of the bands of the trans conformer.

Since the experimental measurement is done on a macroscopic sample and recorded on a long timescale,
and considering the low energy saddle points as well as the thermodynamical equiprobability of the conformers,
the four spectra have been merged. According to a previous 'H NOE NMR study,! the s-cis diene form is
dominant, but the trans form is also present. However, defining an accurate statistical weight of each form is
not straightforward, and the four spectra were merged with equal weights for the sake of simplicity, although
a ratio with a slight dominance of the cis conformer would be closer to reality. Several attempts have been
done with cis-trans ratio between 50-50 and 70-30, which do not significantly modify the global spectrum. The
global theoretical spectrum appears very similar to the experimental one, except the aforementioned red shift
of the 295 nm band. The 230 nm band appears now as a shoulder of the very intense ~200 nm band, closely
related to the coupled TDDFT/PCM/ONIOM calculation. From these statements, one could advance that,
contrarily to the conclusion of section 3.2 about static absorption spectra, subtle improvement of the simulated
absorption spectrum involves cis< trans interconversions.

4 Conclusion

It is thus feasible to perform ab initio molecular dynamics calculations in order to take into account the in-
fluence of dynamical effects on theoretical spectroscopic data. The Geraldyn program developed in our group
appears as a very powerful tool for such a purpose. It is able to use energies and forces from different programs
and/or methods and to very efficiently propagate trajectories. In the present paper, we have simulated the
electronic absorption spectrum of [-ionone, which is a fluxional molecule. Several strategies have been coupled
: ONIOM(MO:MO) for the calculation of the energy and wavefunction of molecules in their ground electronic
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Figure 9: Upper graphs : experimental (dashed curves) and MD theoretical (plain curves) spectra of structures
cc, ct, te, tt ; lower graph : mixing of cc, ct, tc, and tt MD absorption spectra. The grey vertical lines depict
the transitions calculated for all the snapshots taken along a given simulation (see text).

state, TDDFT for the calculation of vertical electronic transitions, CPCM for evaluating solvatochromic effects
on energies and oscillator strengths. We have considered that the link between structure and vertical theo-
retical spectrum may be ambiguous. The interest of the present approach rests in improving the description
of theoretical spectra and providing a determination of non-arbitrary band widths by taking into account the
influence of temperature on the nuclei motion by molecular dynamics. In the present case, rationalizing the
global absorption spectrum in terms of the contribution of both cis and trans conformers is not inconsistent
with the experimental spectrum. We also provide keys for understanding the difference between absorption
properties of a- and S-ionones.
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IV  Conclusion

En dynamique moléculaire ab initio, les effets de température peuvent étre pris en
compte au moyen de chaines de thermostats de Nosé-Hoover. Ces outils permettent de
générer une distribution cohérente avec I’ensemble canonique. Sous réserve d’une ther-
malisation efficace et de temps simulés assez longs, on peut identifier la moyenne tem-
porelle d’une observable & sa moyenne dans I’ensemble canonique. Ces simulations dans
I’ensemble canonique permettent aussi, entre autres, de bien reproduire certaines ca-
ractéristiques spectroscopiques, telles que les données infrarouge, RMN ou UV-visible.
Néanmoins, certaines grandeurs ne peuvent pas simplement étre évaluées par des si-
mulations de ce genre. C’est notamment le cas de I'entropie et des différences d’énergie
libre pour une réaction chimique. En effet, pour estimer ces grandeurs, il faudrait
a priori simuler un grand nombre d’événements réactionnels. Ceci implique que les
temps simulés soient extrémement grands, largement supérieurs a quelques dizaines,
voire quelques centaines de picosecondes. Un événement réactionnel, du fait de la hau-
teur relativement importante des barriéres d’énergie a franchir, est alors un événement
rare pour la dynamique moléculaire ab initio et il est aujourd’hui impossible de géné-
rer un ensemble statistique permettant d’accéder a ces grandeurs par des dynamiques
« naturelles ». Pour réaliser, dans des temps de simulation accessibles, un grand nombre
de ces événements réactionnels, la dynamique naturelle du systéme doit étre modifiée.
Dans le but d’estimer ces grandeurs thermodynamiques, plusieurs méthodes ont été
développées. La partie suivante traite de ’estimation des différences d’énergie libre et
précise en particulier les approches que nous avons implémentées et utilisées au cours

de cette thése pour I'évaluation des grandeurs thermodynamiques de réaction.
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Le but de cette partie est de préciser comment, en dynamique moléculaire, le calcul des
differences d’énergies libres peut étre envisagé. Lﬁpproche de I'ensemble “blue-moon”
permettant |'évaluation de ces grancleurs est plus particuliérement présentée. Par la
suite, des exemples illustrant la mise en application de ces outils avec l’approche de

dynamique moléculaire développée durant cette these sont précisés. Enﬁn, ['estimation

de 1’énergie de « point zéro » au-dela de l’approximation harmonique est abordée.

3 es simulations de dynamique moléculaire permettent d’accéder aux informations

~statistiques d’un systéme moléculaire. En particulier elles permettent d’accéder
aux propriétés qui sont des fonctions « explicites » des coordonnées de l'espace des
phases. Nous avons présenté quelques exemples de telles propriétés au cours de la pré-
cédente partie : la connaissance de la moyenne d’ensemble ou de la moyenne temporelle
de ces propriétés mécaniques permet d’accéder a des caractéristiques spectroscopiques
ou bien encore & des données thermodynamiques importantes telles que les capacités
calorifiques. Néanmoins, il n’est pas possible d’évaluer directement certaines grandeurs,
notamment celles dont la valeur dépend du volume total de I’espace des phases acces-
sible au systéme. Des exemples typiques de ce genre de quantité sont I'entropie d’un
systéme ainsi que I’énergie libre .%. Par la suite, le terme d’énergie libre est réservé a
I’énergie libre d’Helmholtz. L’énergie libre d'un systéme moléculaire dépend ainsi de
la totalité du volume de l'espace des phases accessible au systéme, ceci se retrouve

aisément puisque cette derniére est reliée a la fonction de partition canonique :

F = —kgTIn Q(N,V,T) (E.1)
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La connaissance de I'énergie libre absolue d’un systéme moléculaire ne représente pas
d’intérét particulier, en revanche la connaissance de I’énergie libre relative, i.e. la diffé-
rence d’énergie libre entre deux états est beaucoup plus pertinente. Pour la réactivité
chimique, deux caractéristiques sont essentielles : les grandeurs cinétique et thermody-

namique de réaction. La premiére caractérise la possibilité pour les réactifs de réagir

AF(T) S

réactifs AF°

produits

C.R.

FiG. E.1 — Profil d’énergie libre en fonction d’'une coordonnée de réaction.

entre eux et de former une certaine quantité de produit en un temps donné. Cette
donnée cinétique peut étre reliée a la différence d’énergie libre A,.Z* entre I'état de
transition et les réactifs. La seconde, A,.#°, définie comme la différence d’énergie libre
entre les produits et les réactifs, caractérise quant a elle la stabilité thermodynamique
relative des produits par rapport aux réactifs; elle permet de prédire les proportions
relatives des réactifs et des produits au bout d’un temps de réaction idéalement infini.

A priori, la différence d’énergie libre entre deux états &, et & peut étre acces-
sible par des simulations de dynamique moléculaire, a condition de simuler un grand
nombre d’événements réactionnels conduisant au passage de & a &;. Cependant, les
temps de simulation accessibles ne nous permettent pas de simuler un grand nombre
de ces événements rares au regard de la dynamique moléculaire. En effet, la proba-

bilité de trouver le systéme dans une région au voisinage de 1’état de transition est
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trop faible. C’est pourquoi plusieurs techniques ont été développées pour estimer ces
différences d’énergie libre. Parmi celles-ci, on peut citer les méthodes d’intégration
et de perturbation thermodynamiques |35, 12]. On peut aussi citer la méthode “um-
brella sampling” [116, 117| introduisant un potentiel de biais ou bien encore 1’ensemble
“blue-moon” [118, 119] nécessitant 'introduction de contraintes géométriques. Dans
Iapproche “umbrella sampling”, le potentiel de biais introduit est connu et modifie
le potentiel régissant la dynamique du systéme moléculaire. Le choix d'un potentiel
adapté permet « d’abaisser » artificiellement les barriéres au cours de la dynamique.
Les différences d’énergie libre sont alors estimées a partir de la densité d’états is-
sue des trajectoires naturelles sur ce potentiel biaisé, aprés repondération. On peut
aussi citer les méthodes, apparues plus récemment, de dynamique moléculaire adia-
batique [120, 121| et de méta-dynamique [122, 123], cette derniére ressemblant en de
nombreux points & I'approche “umbrella sampling”. A partir de deux états & et &
de T'espace des configurations, ces techniques permettent d’obtenir une « image ther-
modynamique » du chemin de réaction entre &, et & mais aussi d’estimer la barriére
d’activation associée. Ces techniques nécessitent donc une connaissance préalable du
chemin de réaction ; lorsque la coordonnée de réaction n’est pas bien définie ou connue,
on peut alors utiliser les approches dites “transition path sampling” [124].

Au cours de cette thése, nous nous sommes plus particuliérement intéressés a l'ap-
proche “umbrella sampling” et celle de I’ensemble “blue-moon” et nous avons implémen-
tées ces derniéres pour pouvoir les utiliser avec I’approche de dynamique moléculaire
développée. Par la suite, seule 'approche de I'ensemble “blue-moon” est détaillée et
illustrée. Au préalable, les concepts de l'intégration thermodynamique, qui sont a la

base de cette approche, sont briévement présentés.
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I Intégration Thermodynamique

La méthode de I'intégration thermodynamique utilisait a I’origine comme variable
d’intégration des variables d’état, telles que le volume ou la température [12]. Cette
méthode a par la suite été généralisée a I'utilisation d’autres variables &, ces variables
étant des paramétres de I’hamiltonien du systéme. Ainsi, on peut exprimer I’énergie

libre d’un systéme restreinte a un parameétre &; :
F (&) = —kpTInQ(&) (E.2)

La fonction de partition canonique €2(&;) inclut la restriction a4 ce paramétre et est

définie par :
Q(&1) o /Hdéldﬁ15(§<{él}) — &) exp <—5%ﬂ (é, 15; fl)) (E.3)

L’énergie libre est une fonction d’état ; par conséquent la différence d’énergie libre entre
deux états & et & ne dépend pas du chemin suivi pour passer de I'un a I'autre, et on

peut écrire cette différence selon :

&2 a g
ﬁ@wﬂwoaégggﬁ (E4)

On peut alors considérer ’énergie libre comme le potentiel d’une force. Cette force peut

s’exprimer :
OF(E) ksl 09AE)
73 Q(¢) ¢

A T'aide de la relation (E.3), on peut montrer que 1’énergie libre est le potentiel d'une

(E.5)

force moyenne telle que :

F (&) — F (&) = /g g <8'}§5>>5, d¢’ (E.6)

Dans la relation précédente, (. ..)e représente une moyenne statistique, sur un ensemble
a I'équilibre, restreinte a la valeur du paramétre &', i.e. a hypersurface de 'espace des

phases définie par {5({§1}) = f’}. L’expression d’une telle moyenne d’une observable
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7 ({ﬁ;}), s’exprime par définition selon :

(o i)y, = LD C)) e

(6 (cdRn-¢))

La difficulté réside maintenant dans I’estimation correcte de cette moyenne. I.’ensemble

“blue-moon” permet d’accéder a cette moyenne statistique via des moyennes tempo-

relles & partir de trajectoires contraintes, i.e. o £({R;}) est fixé.

II Ensemble “Blue-Moon”

La terre est bleue comme une orange'

II.1 Relation entre les moyennes restreintes et contraintes

L’ensemble “blue-moon” permet d’estimer la moyenne statistique d’une observable
restreinte & un parameétre & (Rl, - RN) donné, a partir de trajectoires ol ce paramétre

est contraint a la valeur d’intérét £ :

¢ (ﬁl, EN> — ¢ (E.8)

Contraindre ce paramétre a une valeur donnée au cours d’'une dynamique impose aussi

que sa dérivée premiére par rapport au temps soit nulle :
(B 5 ' ¢ Py
g(R ,...,RN> - R Ay E.9
1 2}: Z oF (E.9)

La fonction de partition associée a ces trajectoires contraintes adopte donc ’expression

suivante :
Voo [ [LafiaFrexs (<50 (R.P.)) s (s(tFap) — €) 5 (§4Ai) - (B0

On peut remarquer que cette expression différe de la relation (E.3) correspondant a la

distribution souhaitée. C’est pourquoi la moyenne temporelle d’une observable & partir

'Paul Eluard, L’Amour, la poésie, 1929
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de trajectoires, ol £ serait contraint, ne correspond pas a la moyenne statistique de
cette méme observable a £ donné.

Pour dériver les relations de I’ensemble “blue-moon”, il faut maintenant effectuer un
changement de variables et passer des coordonnées cartésiennes a un jeu de coordonnées

généralisées. Ces coordonnées généralisées sont définies par :

@ =q({R;}) k=1,..,3N
(E.11)
@ =2¢
o, par définition, la premiére coordonnée ¢; correspond au paramétre contraint. Le

lagrangien du systéme moléculaire peut alors s’exprimer en fonction de ce nouveau jeu

de coordonnées :

@ %; MB, - &, ({R}})

1 OR; . OR;
= 5 ;M] (g a—qqu> . <Z a—qlql> ngu (E.l?)

ou G est la « matrice de passage » associée a ce changement de variables. Les éléments

de cette matrice ont pour expression :

OR; 3R1
Gu = Z "on da (E.13)

On peut maintenant définir les impulsions {py } associées a ces coordonnées généralisées.

Celles-ci sont définies telles que :

b =

Z leql (E.14)

aCIk;

soit encore :
qr = szlpl (E.15)
1

ol la matrice Z est la matrice inverse de G :

2G =1 (E.16)
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Les éléments de cette matrice Z ont pour expression :

1 O Oq
Zp = — E.17
. Z MI 8R[ 8R[ ( )

L’hamiltonien du systéme peut maintenant s’exprimer uniquement en fonction de ces

coordonnées généralisées :

1

La fonction de distribution de probabilité souhaitée s’exprime alors :

Q(q) o /H dprdgrexp [—B (P'2Zp + &,)] 6 (41 — q)

x /ﬁ[d%\/% exp (—06,) 6 (1 — q) (E.19)
x [ s[5 (6 + L mizl) | st -

ou la derniére expression est obtenue aprés intégration sur les moments conjugués
des coordonnées généralisées. L’expression de la fonction de distribution obtenue a

I'issue de trajectoires contraintes est quant a elle :

Q(q) o /H dprdgy exp [~ (P'Zp + &,)] 6 (1 — q) 6 (d1)
x /H dprdq, exp [—ﬁ (pth + éap)} (1 —q) (Z prk)
k

/HkoWeXP[ B(P'2Zp+4)]0(n—0q
OC/E[CZ%\/Z_H@XP {—ﬁ <£p+kBTT1nyZ|)] 5 (¢ —q)

On peut alors relier la fonction de distribution restreinte & ¢, définie par la rela-

(E.20)

tion (E.19), de maniére simple a la fonction de distribution générée par des trajectoires
contraintes (E.20).
Rappelons que la moyenne d’une observable & ({q;}), restreinte & ¢; = ¢, s’exprime

par :
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_ fHk dgy, ﬁ({qk}) exp [—ﬁ (é.‘;) + %hﬂzD} 5(({1 . CJ)
’ ST, daxexp [—5 (&, + 2 | 2])] 6 (a1 — q)

A Tlaide de la relation (E.20), la moyenne de cette méme observable, obtenue a

(0) (E.21)

partir de trajectoires contraintes, a pour expression :

cons __ fHk ko\/Z_ll ﬁ({qlﬂ}) exp [_ﬂ (Cgap + %hl |Z|)} 5<Q1 - Q)

(0); I 1L dgxv/Zrs exp [<B (6, + 2L [2])] 6 (1 — q)

(E.22)

On peut finalement relier la moyenne restreinte (E.21) a la moyenne issue de tra-

jectoires contraintes :
71/2 cons
(2. 0)
(O), = oS (E.23)

q —-1/2
(27)
q

Ce résultat, initialement démontré en 1989 [118], est a la base de ’ensemble “blue-

moon”. Pour pouvoir accéder a des différences 1'énergie libre d’aprés la relation (E.6),
il faut encore estimer la « force thermodynamique » f¢, définie par :

OF 0
—for = = <8_§>£, (E.24)

I1.2 Force thermodynamique

L’estimation de la force thermodynamique revient & calculer la dérivée de ’hamil-
tonien par rapport a la contrainte £. A I'aide de Pexpression (E.18), on peut démontrer
que :

Ve = (Veb, + kpTVeIn | 7)), (E.25)

ou |J| représente le déterminant du jacobien associé au passage des coordonnées carté-
siennes aux coordonnées généralisées. On peut démontrer [125, 126| que cette relation
conduit a ’expression suivante :

cons

(Z7V2 [\ + kpTG] : (E.26)

<Z_1/2>zons

VeF =
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ou A désigne le multiplicateur de Lagrange associé a la contrainte imposée; sa

détermination est précisée au paragraphe suivant. Z et G ont pour expression :
1 [/ 0¢\°
Z = — | —= E.27
i (55) (B.27)

g

= %Z MlM of | o % (E.28)
77 MiMiOR; OR;R; OR,
Il faut noter que la relation (E.26) a été généralisée dans le cas de contraintes
multiples [127, 128]. Son expression est précisée en annexe III.
Cette relation fait intervenir le multiplicateur de Lagrange associée a la contrainte.

Par la suite la mise en place pratique des contraintes est développée, précisant ainsi la

détermination de ce multiplicateur de Lagrange.

III Mise en Place Pratique de Contraintes Géomé-
triques

On peut distinguer deux grands types de méthode de dynamique moléculaire contrainte :
la méthode analytique et la méthode des paramétres indéterminés |92, 129]. Cette
derniére est essentiellement la méthode analytique modifiée de telle fagcon que les
contraintes soient exactement satisfaites & chaque pas de temps. En effet, la méthode
analytique, en 'absence de schéma correctif, génére des trajectoires oul les contraintes
divergent de leurs valeurs imposées [129]. Les équations générales de ces méthodes re-
posent principalement sur deux parameétres : s, et 0. Le premier est relié a 'algorithme
utilisé pour intégrer les équations du mouvement, puisqu’il représente I’ordre mazximum
de dérivation des forces par rapport au temps requis par I’algorithme propagateur. Le
second paramétre o représente la forme générale de la contrainte. En outre, il existe
différentes techniques pour résoudre les équations issues de ces méthodes, telles que

la méthode matricielle [92] ou bien l'algorithme « SHAKE » [92] et son extension &
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'algorithme de Verlet aux vitesses, dite « RATTLE » [93]. Nous présentons briéve-
ment par la suite la méthode générale des paramétres indéterminés, puis sa mise en
ceuvre pratique avec ’algorithme de Verlet aux vitesses combinée avec la méthode de
résolution RATTLE ; en effet cette approche a été implémentée pour étre utilisée avec

les précédents outils décrits dans ce manuscrit.

II1.1 Contraintes holonomes

En dynamique moléculaire, les contraintes géométriques choisies pour déterminer
la différence d’énergie libre le long d’'une coordonnée de réaction sont des contraintes

holonomes. Ces [ contraintes holonomes o, peuvent se mettre sous la forme générale :
o <{F2[(t)}> —0 k=1,...,1 (E.29)

Une contrainte est dite holonome lorsque son expression ne dépend pas explicitement
des impulsions, i.e. lorsque la forme de Pfaff associée a I'expression de la contrainte est
intégrable. Les équations du mouvement des particules, généralisées a la présence de

ces | contraintes holonomes oy, s’expriment alors :

— — —

Py = Fi(t) + Gy (t)

l (E.30)
= =Vi&,(t) = Y Ml(t)V 0w

k=1

ou G 1(t) représente la force associée aux contraintes et Ay désigne les multiplicateurs de
Lagrange associés. La méthode que nous avons choisie et implémentée pour déterminer
ces multiplicateurs de Lagrange est la méthode des paramétres indéterminés |92, 129],

présentée par la suite.

I11.2 Meéthode des parameétres indéterminés

Un développement en série de Taylor de la solution de la relation (E.30) conduit a

une expression dépendante des forces {E7(t)}, de leurs dérivées par rapport au temps,
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ainsi que des multiplicateurs de Lagrange {\;} inconnus et de leurs dérivées. Cette

expression adopte la forme suivante :

— n!
Sm~+2 | n-2 (E31)
1 P () (n—p-2) (| (00)"
- Z M, Z CraAr (1) [V10y] (t) ol
n=2 1 [ k=1 p=0 :

Les termes de la relation précédente peuvent étre réordonnés de telle facon que les

termes du méme ordre {\} soient regroupés :

Sm—+2
Byt + 8t (AP0} =R (1) + GOR (0 + 3 57 Fr- 0" n,)
n=2 :

+ 6R;(t + 0t, {INO@)Y) + 6 R, (t + 6t, IV (1)})
+ 6R(t+ 66, NDOY) + ...+ 6R (¢ + ot, { D))
+ 6R;(t + ot, (AC (1)}
(E.32)

o 0B (t+ ot, {\O(£)}) contient s,, termes linéaires en {A\O(£)}, 6B (t + ot, { A\ (£)})
contient s,, — 1 termes linéaires en {\U(¢)}, etc. Finalement, 6R;(t + 6t, {\C™)(£)})
contient un seul terme linéaire en {\m)(¢)}.

La relation (E.32) peut étre ré-écrite selon :

Rr(t 4 0t, {000, . A=), Aem)(0)}) =Ry (¢ + 6t, {AO (1), ..., At~ D (1)}
+ 6R(t + ot, {AC (1))
(E.33)

ot le vecteur partiellement contraint &) (t-+6t, {\O(£), ..., AE»=D(£)}) est défini comme
la somme de tous les termes sauf le dernier de la relation (E.32). Dans le cas ou s,,, = 0,
avec D'algorithme de Verlet par exemple, R} (t + 6t, {\O(t),..., AE==D(£)}) est réduit
a un vecteur purement non contraint. Dans la premiére étape de la méthode des para-
métres indéterminés, le jeu de positions { B} (t+6t, {AO(t), ..., Aem=D(£)})} est évalué

en calculant uniquement {A®) ()} ot p=0,...,s,, — 1. Dans une seconde étape, le jeu
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de vecteurs {51%} est choisi de maniére a satisfaire exactement les contraintes a chaque
pas de temps. En d’autres termes, le jeu {\*)(¢)} est remplacé par un nouveau jeu

de paramétres {7} :

Ri(t+ 0t, {0O), ... Aem=(t), 4}) =R} (t + 6t, IO @), ..., A D (1))
(E.34)

+ 6R;(t + 0t {})

Les valeurs de ces nouveaux paramétres {7} sont déterminées de telle fagon que la

relation (E.29) soit exactement satisfaite, soit :
or({Ri(t + 6t {NO@),... A V@) AW =0 k=1,...,1 (B.35)

La comparaison des relations (E.31) et (E.32) conduit a :

l
> wViok(t) (E.36)
k=1

- 1 (ot)tsm*2)
SR;(t+ dt,{v}) = _Mm
Cette relation est l'expression générale pour les déplacements requis a la vérification
de la contrainte. De plus, la relation (E.36) montre que ce déplacement SR évalué au
temps (f + 0t) est linéaire en {7} et qu’il dépend des positions {EI} au temps (t).

Le choix d'un algorithme particulier pour 'intégration des équations du mouvement
et la forme des contraintes holonomes déterminent la valeur de s,, et la dépendance

fonctionnelle entre les déplacements {6 R;(t+6t, {7})} et les positions {F;(¢)}. On peut

finalement simplifier Pexpression (E.34) a l’aide de la relation (E.36) pour obtenir :

Ri(t+0t, (NOt), ..., Atn=D (1), 4}) =R, (t + dt, {)\(0) (t), ..., AC» D (1)}
1 )(om+2) (E.37)
Mz (5m +2 P Z%mG

La méthode des parameétres indéterminés peut ainsi se résumer en deux étapes. La pre-
miére consiste a évaluer les coordonnées partiellement contraintes et, dans une seconde
étape, les paramétres indéterminés et les coordonnées contraintes. Il faut noter que
cette premiére étape nécessite le calcul des forces associées aux contraintes et de leurs
dérivées temporelles jusqu’a l'ordre s,,, et de méme pour les forces {ﬁl} Ceci conduit

aux coordonnées partiellement contraintes et les paramétres indéterminés peuvent ainsi
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étre évalués. Les contraintes holonomes n’adoptent pas, en général, une forme linéaire
par rapport aux positions des particules. Ainsi, la détermination des parameétres indé-
terminés revient a résoudre un systéme de [ équations non linéaires couplées. Ce type de
systéme d’équations peut étre résolu a I'aide de procédures itératives; ces procédures
sont elles-mémes basées sur un développement en série de Taylor de 'expression de la
contrainte holonome suivi d’une linéarisation. Nous présentons par la suite la mise en
ceuvre pratique de la méthode des paramétres indéterminés combinée avec 1'algorithme

de Verlet, telle qu’elle a été implémentée durant cette these.

IT1.3 La méthode des paramétres indéterminés combinée avec

Palgorithme de Verlet

L’algorithme de Verlet (cf. partie A § II1.3 p. 22) est du second ordre, il ne nécessite
donc pas les dérivées temporelles des forces, soit s,, = 0. Ainsi, les équations pour
I’évolution des coordonnées selon la méthode des paramétres indéterminés combinée

avec l'algorithme de Verlet sont :

Ralt 481, 3)) = Byt 450~ O S 900000) (£33

Cette relation correspond a la relation (E.37) avec s, = 0. Les vecteurs positions

purement non contraints &} (t + 6t) sont définis par :

(01) 5 (08)? =
Mpl(t) + oM, I

R\ (t+0t) = Ry(t) + (t) (E.39)

Le jeu de parameétres {7} est déterminé de telle facon que les coordonnées au temps
(t + ot) vérifient exactement les équations des contraintes. Les nouvelles impulsions

sont définies selon :

l

5t
S Vrow(t + 6t) (E.40)
k=1

By(t + 6t, {n}) = Pj(t + 6t, {n}) — oM,

Les paramétres {n} sont, quant & eux, choisis de telle maniére que les impulsions au

temps (¢t + dt) vérifient les équations des contraintes. Ceci est obtenu en dérivant par
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rapport au temps les équations des contraintes (E.29) au temps (¢t + 0t) :

d ~ 1 = ~

On peut utiliser soit la technique d’inversion de matrice ou bien 'approche « SHAKE »
pour résoudre le systéme de ces [ équations couplées (E.41) et obtenir les valeurs de
{n}. La résolution pour {7} et {n} par la méthode d’inversion de matrice devient
rapidement cotiteuse en temps de calcul pour des systémes avec un grand nombre de
contraintes couplées. Dans de tels cas, il est préférable d’utiliser la procédure SHAKE.
Cette procédure consiste a trouver de maniére itérative les déplacements de chaque
particule nécessaires pour satisfaire toutes les contraintes imposées.

La méthode de résolution des jeux d’équations couplées pour {7} et {n}, combi-
née au propagateur Verlet aux vitesses en utilisant I'approche SHAKE, est dénommée
« RATTLE ». La premiére étape de 'approche RATTLE est analogue a SHAKE :
les nouvelles positions des particules {ﬁ}lew(t + 0t)} obtenues a une itération de cette

procédure sont définies par :

. . ot)?
Ry (t + 6t) = RO(t + t) — %ygewvmk(z) (E.42)
I

ot le point de départ des positions { R (¢ + 6¢)} est donné par la relation (E.39). Ces

nouvelles positions doivent satisfaire les équations des contraintes, soit :

o ( { Rrev(e + (;t)}) — o <{ R (t + ot) — f—ﬁjvzewvm(t)b

=0

(E.43)

Le jeu de relations (E.43) n’est pas, en général, linéaire en ~v;*¥, méme pour des

contraintes simples. Aprés un développement en série de Taylor de chaque expression

associée aux contraintes holonomes en {ﬁ?ld(t + dt)}, cette relation devient :
Fo (0) pew Fo
o ({R,ld@ 01) = Gy Vrok(t) ) = o ({R;d(t + &)})
. (5t)2 new . pold E
Z YV op(t) - Vioy | RYC(t+ 0t) (E.44)
— 2M;

+ ... =0
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ol les termes non linéaires ne sont pas explicitement écrits.

Dans un souci d’efficacité calculatoire, tous les termes supérieurs au premier ordre
de la relation (E.44) sont négligés. Ceci se justifie naturellement puisque le processus
itératif associé aux contraintes assure que la solution obtenue via cette procédure vérifie
la relation non linéaire (E.44). La résolution de cette relation conduit & 1’expression

suivante pour ;" :

o ] on ({ﬁgld(t + 5t)}> (B.45)

(6172 L S Viok(t) - Vo <{ﬁ?1d(t+5t>}>

Notons ici que le jeu de paramétres indéterminés {~;} utilisé pour corriger les positions
correspond au multiplicateur de Lagrange nécessaire a la relation (E.26). La validité
de négliger tous les termes non linéaires de la relation (E.44) doit étre examinée avec
attention pour chaque forme de contrainte holonome. En effet, la taille de la correction
permise associée a la contrainte sera d’autant plus petite que la non linéarité inhérente
a la contrainte sera « grande », ceci afin de justifier 'omission des termes non linéaires.

Ce processus itératif est effectué sur I'ensemble des contraintes, jusqu’a ce qu’elles
soient toutes vérifiées, & une certaine tolérance numérique prés. Lorsque toutes ces
derniéres sont satisfaites et que les coordonnées au temps (¢ + 6t) sont disponibles, les
forces { F;(t+0t)} peuvent alors étre calculées et utilisées dans une seconde étape. Cette
étape envisage la correction itérative, sur 'ensemble des contraintes, des impulsions.

Leur expression au cours de ce processus est :

- ~ ot
neW (4 §t) = PR(t + 6t) — En;;ewv 10%(t + 6t) (E.46)

ot le point de départ des impulsions { PP (¢ + 6¢)} est défini par :
I
" . st [ o .
Py(t+6t) = Py(t) + = | Fi(t) - > wViow(t) + Fi(t + ot) (B.47)
k=1

Les nouvelles impulsions doivent vérifier la dérivée par rapport au temps des équations

associées aux contraintes. La combinaison des relations (E.41) et (E.46) conduit a
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I’expression suivante :

N B+ 6t) - Vioy ({ﬁ;(t + 6t)}) — ey % [mG ({ﬁf(t + 5t)}>} "0
(E.48)

Cette relation est linéaire en 7;*" et a pour solution :

2% PY(¢ + 6t) - V0, ({ﬁ;(t + 6t)}>

(. ot > [VIUk ({é[(t + 5t)}>r

De la méme maniére que pour la correction des positions, ce processus itératif par-

(E.49)

court I’ensemble des contraintes imposées au systéme et ce jusqu’a ce que toutes ces
contraintes soient vérifiées par les impulsions a une certaine tolérance numérique preés.

La détermination des différents parameétres indéterminés {v;} et {nx} requiert donc
la connaissance des dérivées des contraintes par rapport aux positions nucléaires. Au
cours de cette thése, nous avons implémenté diverses contraintes; leurs détails ainsi

que l'expression de leurs dérivées associées sont précisés en annexe IV.

IV Applications a la Réactivité Chimique

L’approche de I'ensemble “blue-moon” présentée précédemment permet d’estimer
les différences d’énergie libre le long d’une coordonnée réactionnelle. II faut noter
ici que I'’étude de réactions chimiques par cette méthode repose sur un choix judi-
cieux et pertinent de cette contrainte. En effet, pour que les différences d’énergie
libre obtenues par des simulations de dynamique moléculaire soient pertinentes, les
valeurs obtenues selon la relation (E.26), pour chaque valeur discréte de contrainte,
doivent étre « convergées ». Ceci signifie qu’il faut simuler des trajectoires suffisamment
longues pour que la moyenne temporelle soit équivalente a la moyenne sur I’hypersur-
face {§ ({ﬁﬂ») —£=0,¢ ({ﬁ;}) = 0} de l'espace des phases. Un choix inadapté de
cette contrainte peut conduire a des temps de simulation extrémement grands pour
avoir des valeurs « convergées », rendant ainsi rédhibitoire voire impossible I’étude par

dynamique moléculaire de la réaction choisie.
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Par la suite, nous présentons deux applications de cette méthode.

IV.1 Article — C. Raynaud et al., accepté a J. Phys. Chem. A

Cet article considére les réactions d’activation de liaisons o (H-H et C-H) par un
modéle d’hydrure de lanthanocéne : C'lyLaH. Cette étude nous a en particulier permis
de comparer ’approche de dynamique moléculaire, qui prend en compte de fagon expli-
cite les effets de température, avec 'approche couramment utilisée en chimie quantique
pour I'évaluation des grandeurs thermodynamiques. Dans une approche « statique »,
I'estimation des différences d’énergie libre & température finie repose essentiellement
sur "approximation harmonique. Cette étude était motivée par la présomption de la
mise en défaut de 'approximation harmonique : en effet les surfaces d’énergies poten-
tielles de ces composés sont le plus souvent « plates ». Nous insérons par la suite le

manuscrit de I'article, discutant de cette étude.
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ABSTRACT

In this paper, a comparison between “static” and “dynamic” determination of the thermodynamic
(AF°) and kinetic data (ArF#) for the reaction of Cl,LaR (R=H, CH3) and H; is given. A difference is
obtained in the case of the reaction between Cl,LLaH and H, and can be attributed to a failure of the
“static” approach based on the harmonic approximation. The influence of the Zero Point Energy
correction is also analyzed but is not explaining the 30% difference between the two calculated
activation energy. The influence of the flatness of the Potential Energy Surface around the Transition

State is proved as no such an effect is observed for the reaction of Cl,LaCH; and H,.
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INTRODUCTION

The lanthanide chemistry has been of increasing interest from the beginning of the 80’s and the
work of Watson et al. '. In particular, Watson et al. has shown that Cp*,LuH (Cp*=CsMes) or
Cp*;LuCHj3 can react rapidly with H,. The authors managed to get some kinetic data of the reactions
but it is only relative kinetics as it is based on comparison between different metals (Sc, Y and Lu). The
first reaction is formally a hydride exchange whereas the second one is the reaction of formation of the

hydride. These reactions have been postulated by Watson et al. to proceed through c-bond metathesis.
Recently, these reactions have been investigated by different groups using theoretical chemistry 231t
has been shown that the reaction is a 6-bond metathesis proceeding through a 4-center transition state.
In agreement with the experiment, the activation barrier is found to be small leading to overall facile
reactions. The thermodynamic (AF°) and kinetic (AF”, kinetic data should be considered as the free
energy difference between the Transition State (TS) and the reactants which is related to the activation
barrier) of the reactions can be calculated by considering only the electronic energy or by estimating the
temperature effect to obtain free energy. In the later case, this effect is classically considered by
applying the harmonic approximation * on the specific points of the potential energy surface (PES). It is
well-established that this approximation can fail when flat potential energy surfaces are considered. In
the entire article, such method will be called “static” calculation. A more rigorous way of determining
the temperature effect is based on dynamical approach for which temperature is explicitly considered.
Indeed, by simulating the canonical ensemble rather than the microcanonical one by means of
thermostat °, the temperature is explicitly included in the molecular dynamic simulation scheme. The
thermodynamic and kinetic data can then be determined by considering a constraint 6 which can (or not)
correspond to the reaction coordinate. However, if a classical propagation of the nuclei is considered,

the quantum effects such as the Zero Point Energy (ZPE) correction are not a priori taken into account.
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ZPE can be included in such dynamical calculations by considering an adiabatic switching between a
harmonic Hamiltonian and the real Hamiltonian during the simulation 7. However, to the best of our
knowledge, such an approach has not yet been considered on transition states and this will be the aim of
a forthcoming paper *. For the comparison between “static” and “dynamic” calculations, the influence
of zero point corrections to the energy will be discussed. Moreover, as the aim of this paper is to
compare the two approaches and not to compare with experiment, the calculations have been carried out
on Cl,LaH and Cl,LaCHj; without taking into account the possibility of tunneling effect. In this paper,
the dynamic approach is based on ab initio molecular dynamics’ using Gaussian type basis functions'®
in order to describe the electronic wave function. The thermodynamic and kinetic data have been
obtained using a constrained dynamic within the “Blue Moon™ approach'’. It should be noted that this
method is not the only one to perform constrained dynamic and for example, the “Umbrella Sampling”

12,13 .
is also widely used.

METHODOLOGICAL ASPECTS
In the case of free (non constrained) ab initio molecular dynamic simulations, two important
thermodynamic quantities for a chemical process, the entropy and the free energy, can not, in general,
be derived from a statistical average. These are global properties that depend on the extent of the phase
(or configuration) space accessible to the molecular system during the simulation. The probability of
finding the system in a transition state region is so small that, therefore, no relative free energies of a
chemical process can be calculated by natural molecular dynamics simulation. Several statistical
mechanical procedures circumvent this problem. For instance, the “umbrella sampling” method '*',
which add a coordinate-dependent potential, leads the system to sample a specific region of the phase
space. Another approach, the “blue-moon” method " also allows relative free energies for chemical
process to be estimated, by sampling the phase space along a defined reaction pathway. By means of

thermodynamic integration '*, free energy difference is obtained as:



IV Applications a la Réactivité Chimique 153

rlerio-for (),

Where H is the Hamiltonian of the system, «f(r) is the reaction coordinate and <> . 1s an ensemble

average evaluated at &£ (r) =¢£'. The precedent conditional average could be estimated by a time average

over a constrained trajectory with the reaction coordinate fixed at a specified value. Recently, generally

applicable expressions for the average force of the constraint f, , which is the opposite of the integrand

(i.e. —<aa—;[> ), have been outlined®"®, and have shown that the bias introduced by the constraint can be

removed by considering the following expression:

(277 (-2+ kBTG)>§

f~ - -1/2
' (2,

Where kg is the Boltzmann constant, 7 is the temperature, Z and G are respectively weight and
correction factors, A is the Lagrange multiplier of the associated holonomic constraint. Therefore, the

obtained free energy differences might not be dependent on the choice of the constraint.

COMPUTATIONAL DETAILS

16,17

In previous studies ', it has been shown that large core relativistic effective core pseudo-potentials

(RECPs) optimized by the Stuttgart-Dresdenlg'zo

group are well adapted to the calculation of the
geometries of lanthanide complexes as 4f electrons do not participate in Ln-X bonding. Consequently
they were also used in the present study, with their adapted basis sets. Chlorine and carbon atoms were
also treated with RECPs in combination with their adapted basis sets, augmented by a polarisation
function *'. Hydrogen atoms have been described with a 6-31G(d,p) double-{ basis set?. Calculations
were carried out at the DFT level of theory using the hybrid functional B3PW91%%*. For static

calculations, geometry optimisations were carried out without any symmetry restrictions, the nature of

the extrema (minimum or transition structures) was verified with analytical frequency calculations. All
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these computations have been performed with the Gaussian 98% suite of programs. Free energy
differences at room temperature have been estimated using the standard harmonic approximation for
static calculations and by means of the “blue moon” approach for the molecular dynamics ones. 4b
initio molecular dynamics simulations with Gaussian type orbitals have been performed with our own
code'”. Fictitious electronic mass was seted to 170 a.u. and equations of motion have been integrated
with a time step of 0.25 fs by means of a Velocity Verlet*® scheme. These simulations were performed
in the canonical ensemble with Nosé-Hoover chains of thermostats ° and holonomic constraints
associated to the reaction coordinate have been applied considering the method of undetermined
parameters. For each trajectory, thermalization procedure has been performed for at least 6 ps. Then,
production simulation has been accomplished for 5-6 ps more. The property of interest (the force of the
constraint) has been averaged as a function of time during the production step and its convergence has
been checked at the end of the whole process.

Description of geometrical constraints. When dealing with chemical processes, the choice of the
constraint can be a difficult task. As a matter of fact, such constraint, which must be connected to the
reaction coordinate, can be described by several geometrical parameters. For our studies, it is very
difficult to find a function that will constrain the TS geometry which can be mainly described by
concerted breaking/forming of four bonds. A way to circumvent this problem is to find a simple
representation of the reaction coordinate using only a single geometrical parameter. However, an
incorrect choice of this type of simple constraint can induce a bias for free energy calculation. Thus, it is
important to check the validity of one constraint by comparing final results with the ones obtained using
different constraints. For the first reaction (Cl,LaH + H,), three kind of geometrical constraints have
been used. The first one corresponds to the projection of the H,Hy vector on the H,H, one (see chart 1
for atoms definition). The second constraint is associated to the distance between lanthanum atom and
the center of mass of H, (H,Hy). Finally, a third constraint has been defined as the distance between H

(the “flying” hydrogen) and H, (the hydride).
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Chart 1: atom numbering for the definition of the geometric constraints

For the second reaction (Cl,LaCHs + Hy), the constrained scheme must insure the description of an
asymmetric energy profile and thus one constraint can be applied for each half part. For the first half of
the reaction profile (from reactants to TS), the distance between lanthanum atom and the center of mass
of H, (H,Hy) has been used as geometrical constraint. For the second half (from TS to products), the
distance between lanthanum atom and methyl carbon has been employed. Another way to describe the
whole profile by means of only one constraint is to employ a projection scheme (H,H, vector projected

on H,C vector) similar to the one used for the first reaction.

RESULTS AND DISCUSSION
Reaction of Cl,LaH with H»

For seek of clarity and simplicity, only the dynamic energy profile obtained using the projection
constraint will be discussed. Calculations using the others constraints have lead to the same results on
the thermodynamic and kinetic data. The energy profiles obtained with the “static” and dynamical
approach are presented in figure 1. As can be seen, the energy barrier obtained with the static approach
is overestimated with respect to the dynamic one. Indeed, within the harmonic approximation, the
calculated energy barrier is found to be 11.2 kcal.mol™ whereas the barrier within the dynamic approach
is calculated to be 6.2 kcal.mol-1. To make a relevant comparison between the two calculations, it is of
first importance to compare the two pathways in order to insure that the same transition state is obtained
with both methods. It is also necessary to compare the geometries obtained in both calculations for the
reactants. In the dynamic case, the geometry given will be, in the following, based on the averaged bond

distances and bond angles. For Cl,LaH, the static geometry can be described by a La-H bond length of
6
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2.11 A and a Cl-La-Cl angle of 116°. The corresponding geometry in the dynamic calculation is very

close to the previously described one with a La-H bond length of 2.12 A and a Cl-La-Cl angle of 118 °.
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Figure 1: Schematic free energy profile of the two reactions using both static and dynamic approach.
The ZPE is included in the “static” results. The dashed line corresponds to the dynamic results. The

energy is given in kcal.mol™.

Thus, as expected, the calculated geometries of the reactants are closed with both methods. The

geometry of the four-center transition state can be described by the parameter presented in chart 2.

| I

Chart 2: Four-center transition state geometrical parameters. R can be either H or CHj3

From dynamic calculations, the d; and d, distances are equal to 2.26 + 0.08 A. This value is identical
to the one obtained by static approach. The small geometrical differences found for the reactant cannot

explain the important discrepancy between the two calculated activation barriers and one can consider
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that the two pathways are almost identical. Therefore, one can estimate that the static and dynamic
energy profile difference is due to the way the activation barrier is calculated. As mentioned in the
introduction, standard classical propagation of the nuclei in ab initio molecular dynamic simulation does
not take into account nuclear quantum effects such as ZPE corrections. The latter is of course included
in our “static” calculation. A question is then arising: does this difference comes only from the inclusion
of ZPE correction?

Several possibilities to answer this question can be listed. For example, zero point energy correction
can be estimated in dynamic simulations within an adiabatic switching approach ’. However, as already
mentioned, such a method has not yet been applied to transition states. Work is in progress to consider
this switching and will be presented in a separate paper. As a pure quantum propagation is not feasible
(mainly due to the size of the system), the easiest way to determine whether the ZPE correction is

responsible of the discrepancy or not, is not to consider such correction in the “static” calculation.
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Figure 2: Schematic free energy profile of the two reactions using both static and dynamic approach.
The ZPE is not taken into account for the “static” results. The dashed line corresponds to the dynamic

results. The energy is given in kcal.mol™.
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Removing this correction from the “static” calculation leads to a activation barrier of 9.1 keal.mol™ to
be compared with a value of 6.2 kcal.mol” from “dynamic” calculation (see figure 2). Thus, the
activation barrier is reduced by ~ 30 % when one goes from static to dynamic calculations. One can then
conclude that the influence of the ZPE correction was an important factor but it does not explains the
whole difference. It is then possible to attribute this discrepancy to a failure of the harmonic
approximation used to determine the thermal correction in “static” calculation. As it is well known that

27,28

such failure is very often based on a flat energy surface™”°, the PES around the transition state has been

plotted using the Intrinsic Reaction Coordinate (IRC) method *°.
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Figure 3: Shape of the electronic PES for both reactions. The H-H exchange is represented in dashed
line and the H-CHj3 exchange in plain line. The energy is given in kcal.mol” and the reaction coordinate

. 172
in amu'”.bohr.

As can be seen from figure 3, the PES corresponding to the H/H exchange is very flat along the
intrinsic reaction coordinate. Moreover, an analysis of the vibrational spectrum calculated at the

transition state shows that a significant number of low frequencies (below 500 cm-1) are present (see

table 1).
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ChLaH +H, | Cl,LaCH; + H,
Nb. of low freq. 7 8
Nb. of normal modes 11 20
Ratio (%) 64 40

Table 1: Analysis of the vibrational spectrum at the transition state obtained from static calculations.

Nb. of normal modes excludes the imaginary frequency and is equal to 3N-7.

In the transition state theory, this certainly would be consistent with a flat surface, not only along the
reaction coordinate but also along other orthogonal degrees of freedom. This flatness around the
transition state makes then the harmonic approximation, which is used to estimate thermal correction as

well as the entropy, questionable.
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Figure 4: Shape of the free energy surface obtained from dynamic simulations for both reactions. The
H-H exchange is represented in dashed line and the H-CH3 exchange in plain line. The energy is given
in kcal.mol™. The reaction coordinate corresponds to the projection of H,H, vector on H,R vector (see
computational details) and has no unit. The reaction coordinate associated to the TS structure has been

translated to the origin.

To make this assumption that the difference is based on the flatness of the PES, especially around the
TS, the dynamical free energy profile is presented in fig. 4. As in the static case for the electronic
energy (fig. 3), the free energy surface is also flat along the reaction coordinate for the H/H exchange

between H, and Cl,LaH. Thus, it is not surprising that the harmonic approximation failed in

10
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representing such flat free energy surface. To assess the harmonic approximation failure, a similar study
has been carried out on Cl,LaCH; + H,.

Reaction of ChhLLaCHs with H,

The results obtained for the previously described reaction can lead to two different questions. The
first one is based on the influence of the flatness of the PES around the TS and the second one, which is
somehow related, can be formulated as: is the discrepancy the same for different kind of reaction? To
try to answer these questions, the reaction Cl,LaCHj; + H; has been investigated using both approaches.
It is shown that the activation barrier of this reaction is higher than the previous one if one considers
static calculations. For dynamic computations, the constraint has been considered to be the same as for
the previous reaction (projection vector). The energy profiles are presented in figure 1. Both methods
agree in the fact that the activation barrier is higher for this reaction than for the previous one.
Moreover, opposite to the first considered reaction, the calculated activation barriers are in good
agreement between both methods. Indeed, the static activation barrier is calculated to be 16.7 kcal.mol™
and the dynamic one is found to be 15.4 kcal.mol™. It then seems that the harmonic approximation
seems to be more efficient in that particular case. As for the reaction of Cl,LaH with H,, the geometry
of the reactants, products and transition state should be compared even though the activation barrier are
almost quantitatively the same.

The static geometry of the reactant can be described by a La-C bond length of 2.47 A and a Cl-La-Cl
angle of 118°. The corresponding geometry in the dynamic calculation is very close to the previously
one with a La-C bond length of 2.48 A and a Cl-La-Cl angle of 121°. In the same manner, the d, and d,
distances of the TS compare well between the two calculations (d;: 2.29 A vs. 2.27 A; dy 2.55 A vs.
2.61 A). The pathways determined by both methods are very similar. For this reaction, the two
calculated activation barrier are close but the ZPE correction must removed from the “static” free
energy in order to realize a pertinent comparison. When this term is removed from static free energy, the
activation barrier is now 14.0 kcal.mol (see figure 2). As for the reaction of Cl,LaH with H,, the ZPE

correction does not introduce a major difference between “static” and “dynamic” calculations. If the

11
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IRC profile is considered (figure 3), one half of the energy profile (IRC = 0 to -1) is similar to the one
obtained for the first reaction. This part of the profile corresponds to the attack of H, molecule on the
lanthanum complexe (Cl,LaR, R = H or CH3). However, for the second half of the IRC profile (IRC =0
to 1), the slope of the curve is more pronounced in the case of methane formation. On the other hand,
the shape of the free energy profile obtained from dynamic simulations (figure 4) exhibits a major
difference with respect to the analogous curve associated to the first reaction. Indeed, along the reaction
coordinate, the free energy surface is less flat than for Cl,LaH + H; reaction. Moreover, concerning the
orthogonal normal modes, the percentage of low frequencies present in the vibrational spectrum of the
associated TS is less important than in the previous case (40 % vs. 64 %, see table 1). A precise analysis
of these normal modes shows that the carbon atom is involved introducing a mass effect which partially
restricts nuclear motions. Thus, it will be more difficult for the molecular system to reach anharmonic
region of the PES. Finally, anharmonic effects will be less pronounced for the estimation of free
energy. If all these observations are taken into account one can conclude that the flatness of the PES is
less manifest and the harmonic approximation seems correct in this case. This is coherent with the

calculation of static and dynamic energy barriers that we found are almost equal.

CONCLUSION

In this paper, a comparison between “static”’ and “dynamic” approach to determine
thermodynamic (AF°) and kinetic (energy barrier, AF") data has been performed in the case of
reactions involving a lanthanide center. It has been possible to show that in the case of the reaction of
Cl,LaH with H,, the “static” determination of the activation barrier was not correct due to a failure of
the harmonic approximation. The overestimation has been found to be 30 % on the “classical” free
energy. This has been attributed to the well-known problem of the flatness of the potential energy
surface around the transition state. The effect of the ZPE correction has also been discussed. In

particular, it has been shown that this correction was affecting 10% of the overestimation but cannot

12
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explain the entire discrepancy. It however indicates that such effect should be included in our Car-
Parrinello dynamic. Work is in progress to include this effect by means of adiabatic switching.

In this paper, it has also been possible to show that this overestimation was not systematic by
considering a reaction of H, with another lanthanide complex, namely Cl,LaCHj. In that particular case,
it has been possible to show that the “static” results were in quantitative agreement with the “dynamic”
one. The main difference with the previous reaction was that the PES around the TS is less flat. This
characteristic property allows us to conclude that the harmonic approximation is correct in this case.
The effect of the ZPE has also been discussed and it has been possible to show that this correction was
not important for this reaction.

The results obtained within our dynamic approach are very encouraging and further
development will be devoted to the treatment of more realistic systems. In particular, an implementation
of QM/MM method is actually tested as well as the implementation of Effective Group Potential (EGP)

in order to treat the real Watson reaction.
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Dans I'étude précédente, ’approximation harmonique, couramment utilisée pour
estimer les effets de température, semble étre mise en défaut dans le cas ou la surface
d’énergie potentielle est assez plate et donc o les effets d’anharmonicité sont marqués.
Nous présentons par la suite une autre étude, considérant des réactions de transfert de
protons intramoléculaires, au sein d’une molécule organique. Cette étude, statique et

dynamique, a fait 'objet d’un article, inséré par la suite.

IV.2 Article — C. Raynaud et al., accepté a J. Phys. Chem. A

Cet article traite du double transfert de protons au sein de I’acide monothiooxalique.
Dans un premier temps, une étude statique met en évidence un chemin réactionnel plus
favorable que celui qui avait été initialement proposé dans la littérature. Cette étude
statique conduit a un double transfert quasi-concerté ou la différence d’énergie entre les
états de transitions et les intermédiaires réactionnels est trés petite. Le profil d’énergie
le long de la coordonnée de réaction présente un caractére de plateau. Dans ce contexte,

ce mécanisme a aussi été étudié d'un point de vue dynamique.
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ABSTRACT

Proton transfer is a very common and important chemical step in many systems. Despite its apparent
simplicity, a correct description of this chemical process is difficult from a theoretical point of view. It
requires a correct and simultaneous description of a bond breaking and a bond formation. The situation
is even much more complicated when two protons are implied. This is the case for monothiooxalic acid,
for which two different types (1,3 and 1,4 prototropy) of proton transfers can be invoked. A further
problem is the type of the reaction (concerted or not). This paper reports a complete investigation of the
Potential Energy Surfaces: characterization of equilibrium points and transitions states. The main
conclusion is: the 1,4 prototropic mechanism, mainly considered as a one step concerted exchange of

protons, is the most favored from an energetic point of view.
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INTRODUCTION

Proton transfer reactions are among the most important mechanisms that can occur in chemistry and
biologyl’G. Despite its apparent simplicity (transfer of a hydrogen atom from one side of a molecular
system to another one), this type of reaction has been the subject of a large amount of studies either
experimentally or theoretically since many decades. Proton transfer can occur in very different ways. It
can proceed through intermolecular or intramolecular reactions, thermal processes on the ground state
potential energy surface, photo-induced transfers involving excited states, etc... Thus the understanding
of such a mechanism remains an exciting challenge. When two protons are transferred during the whole
reaction, another question emerges: Is the double proton transfer process takes place in one concerted

synchronous mechanism or in a step-wise asynchronous manner?
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Scheme 1. Reaction mechanisms for 1,3 prototropy.

A theoretical analysis of double proton transfer mechanism using quantum chemical methods mainly
consists in investigating parts of the potential energy hypersurface that correspond to the reaction of
interest. A better understanding of these potential energy surfaces leads to a better insight into the whole
reaction. In order to improve our knowledge on such chemical process, we decided to study double

proton transfer that may occur in monothiooxalic acid molecule. This molecular compound may exhibit
3
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two double proton transfer mechanisms. One is associated to 1,3 prototropy between geminal heavy
atoms (sulfur or oxygen) while the second corresponds to 1,4 prototropy between vicinal heavy atoms.
Monothiooxalic acid has recently been the subject of a theoretical work and only one mechanism - 1,3
prototropy (see scheme 1) - has been explored by static quantum chemical approach’. The authors
managed to characterize four minima and the associated transition states that connect them by pairs.
According to their mechanism, double-proton transfer consists of a two-step mechanism. Two different
paths can be followed by the molecular system in order to achieve this process. Starting from the
absolute minimum (1), the first step is either the transfer of proton from Sa; to Oaz (path 1) that leads to
structure (3) or the transfer from Og; to Og; (path 2) that leads to structure (4) (see scheme 1 for atom
numbering and structure definition). The second step is then either the proton transfer from Og; to Og;
(path 1) or the transfer from Sa; to Oz (path 2) that brings the system to structure (2). One may note
that structure (3) can also connect structure (2) via a rotation process around the carbon-carbon bond
with an activation barrier smaller than for a second proton transfer. Rotation can also connect structure
(1) and structure (4) and can also be invoked to explain such mechanism. Consequently, rotation around
the carbon-carbon bond may correspond either to the first step (transfer via structure (4)) or to the
second step of the mechanism (transfer via structure (3)). From a kinetic point of view, the authors of
this study have calculated zero-point corrected electronic energy barriers ranging from 27 to 36
kcal.mol™ for proton transfer reactions and 2.5 kcal.mol™ for rotation around the carbon-carbon bond.
From vibrational considerations, it is clear that carbon-carbon bond stretching is a mode that has a high
probability to be populated. As a consequence, chemical groups attached to each carbon are coming
close together and chemical intuition clearly proposes a mechanism for double proton transfer via 1,4
prototropy between vicinal atoms (see scheme 2). Nevertheless, while 1,4 prototropy seems to be
privileged by dynamic considerations, one has first to ensure that it can also be privileged from a static
point of view. It must be noted that the preceding study has been performed in vacuum and did not

consider possible modifications of the mechanism if polar solvent is taken into account. Indeed, proton
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transfer process might be controlled by polar environment and solvent molecule can be directly involved

. . 810
in the mechanism™ .
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Scheme 2. Reaction mechanisms for 1,4 prototropy

The work presented in this article is devoted to the detailed analysis of the potential energy surface
(PES) that corresponds to the 1,4 prototropic mechanism of double proton transfer in monothiooxalic
acid. Our goal is not only to explain the intrinsic nature of the mechanism but also to show that 1,4
prototropy must be considered to understand double proton transfer in such molecular system. For this
purpose, in vacuum static calculations using quantum chemical approaches have been performed in
order to describe the energetic and structural aspects of this process and to compare them with
Chamorro et al. previous work’. The principal minima, transition states and one second-order saddle
point have been characterized. The PES is described using two reaction coordinates: the Sx;-H and Og»-
H bond lengths (see scheme 2 for atoms numbering). The main feature of the PES is the existence of
only three minima if electronic energy AE representation is considered. In the same way, only three
transition states (TS) have been fully optimized and characterized. On the other hand, if one uses a
Gibbs free energy A,G° representation of the PES with a 298 K temperature, only two minima and two

maxima (TS) can be distinguished, one minimum being higher in energy than a TS. This difference from
5
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AE representation is mainly explained by the influence of zero point correction term to electronic
energies. Ab initio molecular dynamic simulations have then been performed in order to confirm this
hypothesis. The classical dynamic investigation clearly indicates that zero point correction terms play an
important role in the topology of the Gibbs free energy surface.

By comparing energetic and structural results with those obtained for 1,3 prototropic mechanism, two
major conclusions can be reached: 1) 1,4 prototropic mechanism is energetically favored compared with
1,3 prototropy in the gas-phase and 2) 1,4 prototropy is mainly a quasi-concerted double proton transfer

process with a plateau-type energy profile.

THEORETICAL CALCULATIONS.

All static calculations have been performed using the Gaussian 98 suite of programs''. Geometry
optimizations, frequency calculations and all various potential energy surface scans have been carried
out using hybrid DFT functional B3LYP'*". Triple-{ type basis set augmented by diffuse and
polarization functions on all atoms, namely the 6-311++G(d,p) basis set'* has been used for all
calculations. Frequency calculations have been carried out in order to characterize each stationary point
(minima, transition state or second order saddle point). Finally, intrinsic reaction coordinate
calculations'™'® have been performed to verify that the transition vectors connect, in each case, the
corresponding reactant, intermediate or product species. Geometry optimizations were carried out
without symmetry constraint. All optimized geometries (Cartesian coordinates) can be obtained as
Supporting information.

Ab initio molecular dynamic (AIMD) simulations have been performed using our own code based on
Car-Parrinello type molecular dynamic'” using atom-centered (Gaussian type orbitals) basis functions'®.
A propagation time step of 0.25 fs was used for each trajectory with the velocity-Verlet integration
scheme'” and a fictitious electronic mass set to 171 a.u. All dynamic simulations have been performed at
a 298.15 K temperature that was controlled by mean of a Nosé-Hoover chain of thermostats”**!. First

pre-thermalization has been performed at the HF/3-21G(d,p) level during 5 ps using a Born-
6
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Oppenheimer approach then thermalization (between 1 and 3 ps) and production (5ps) dynamic has been
done at the B3LYP level. In the last case, core electrons were replaced by an effective core potential
with its associated double-{ basis set” augmented with a set of d-polarization functions™ for carbon,
oxygen and sulfur atoms while the 6-311++G(d,p) basis set was used for hydrogen. A thermal
Boltzmann distribution was used in order to generate the initial velocities. In order to estimate free
energy variation (AF°), geometrical constraint dynamic has been performed using “blue moon”
ensemble approach®®. For the first half of path 1 (from I to III), the projection of SyH vector on S;0g;
vector has been chosen as the constraint while, the projection of Og;H vector on Op;04, vector has been
employed to describe the second half of this path (from II to III). In the same way, the same constraints
have been employed to describe a part of reaction profile associated to path 2 (from structure I to
TS_I II and from structure II to TS_I II). For each reaction path, the constraint parameter was varied in
order to obtain at least 15 constraint values, leading to a total of about 60 trajectories. Finally, for each
part of the reaction profile, the free energy variation A;F° has been calculated according to “blue moon”
ensemble theory. One should note that for two reaction profile (first half of path 1 and path 2), the
reference (F°=0) is the structure I while for the two other (second half of each path), the reference was

set to structure 1.

RESULTS AND DISCUSSION.

Reaction paths. Because a different basis set has been used compared to Chamorro et al.’,
characteristic structures of the PES corresponding to the 1,3 prototropic mechanism have been
optimized first. With the larger basis set, results are quantitatively identical to those obtained with the
other basis set (see Table 1 and ref ). The potential energy surface can be depicted as follows with two
reaction coordinates that mostly describe double proton transfer reaction path (Sa;-H and Ogz-H bond
lengths): four local minima are connected each other by four transition states with energy barriers A,G"
ranging from ~27 to ~36 kcal.mol'. Considering the nature of the PES, it clearly appears that the 1,3

prototropic double proton transfer is a two-step process via one path (first transfer from Sa;-H group) or
7
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the other one (first transfer from Opg,-H group)7. Tunneling effects are relevant when one considers
proton transfer reactions” and can have significant impact on reaction rate constants. A rough estimate
of tunneling effect can be provided by the Wigner expression which gives a temperature dependant
transmission coefficient in terms of the single imaginary frequency of the transition structure®®. Such
coefficients estimated using imaginary frequencies calculated by Chamorro ef al. ” lie between 4 and 5.
However, if one considers the plateau-type potential energy profile associated with the 1,4 prototropic
mechanism (See below for details), this quantum effect can be neglected27’28. Indeed, the height and the
shape of the potential mainly determine tunneling effect. However, the barrier of the proton transfer
reaction is broad because it adopts a plateau type energy profile (see below) and thus this feature will
lower the transmission coefficient. Consequently, tunneling effect has not been taken into account for

the double proton transfer reactions.

AE(kcal.mol™) AEor(kcal.mol™) AG(kcal.mol-1)

I 0.0 0.0 0.0
TS_ Il 17.2 16.4 16.9
[} 16.9 17.9 18.2
TS 1l 18.5 18.1 18.7
Il 25 4.5 4.8

TS | I 22.9 21.5 22.1
Saddle | I 256 219 22.7
1 2.3 2.1 1.7
TS_1_.3 37.9 359 34.9
3 6.7 8.6 7.7
TS.3.2 446 43.4 423
2 6.7 8.6 7.8

TS 2 4 37.9 359 349
4 3.6 3.3 2.5

TS 1 4 42.0 38.8 38.0

Table 1. Electronic (AE), zero-point corrected electronic (A;Ecor) and Gibbs free (A;G) energies (in
kcal.mol'1), relative to structure (I), for all optimized characteristic structures involved in 1,3 or 1,4

prototropic double proton transfer reactions. Electronic energies correspond to geometries that have
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been optimized at the B3LYP/6311++G(d,p) theoretical level and Gibbs free energies come from

frequencies calculations analysis at 298K using the same theoretical level.

It appears from our calculations that all geometries involved in 1,4 prototropic mechanism (minima,
transition states and second order saddle point) exhibit a planar conformation that is essentially due to
hydrogen-bond type intramolecular interactions involving Sa1,051, H atoms on one side and Oa», Oga, H
atoms on the other side. Consequently, rotation around C-C bond might involve larger energy barriers
that come from breaking of intramolecular interactions and will not be invoked for double-proton
transfer mechanism.

Among all geometries optimized from compounds (1) to (4) and (I) to (IV) (see schemes 1 and 2 for
structure notation), the global electronic energy minimum corresponds to structure (I) that is lower in
energy compared to all the other minima as presented in Table 1. For the 1,4 prototropic mechanism, the
reaction that goes from the global minimum (I) to the final product (II) can involve three different
energy paths. The first one (path 1) corresponds to a double proton transfer that starts with the transfer
of the hydrogen attached to the S, sulfur atom and the second one (path 2) to a similar mechanism that
is initiated by the transfer of the hydrogen attached to the Og, oxygen. The third mechanism (path 3) is
associated to concerted transfer of both hydrogen atoms. Consequently, one expects to find transition

states in the first two mechanisms while a second order saddle point is anticipated for the last one.
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Figure 1. B3LYP/6-311++G(d,p) relative electronic energies (diamonds) and relative Gibbs free
energies at T=298.15 K (squares) corresponding to 1,4 prototropic double proton transfer process. Path 1
implies a first transfer from H-Sa; hydrogen followed by H-Opg; transfer. Path 2 involves a first transfer
from H-Og; hydrogen followed by H-Sp; transfer. Path 3 corresponds to the concerted double proton

transfer via a second order saddle point.

Along this first reaction path (Pathl in Figure 1 and Scheme 2), a stable zwitterionic intermediate (III)
has been fully optimized and is located 16.9 kcal.mol™ higher in electronic energy compared to the
reactant (I) energy (see Figure 1 and AE value in Table 1). The complete proton transfer from sulfur
atom Sp; towards the oxygen atom Op, characterizes this local minimum. It connects with the reactant
(T) through a transition state (TS_I IIT) with an electronic energy barrier of 17.2 kcal.mol" with respect
to the global minimum. Consequently, the reverse reaction (from III to I) requires only 0.3 kcal.mol™ to
be achieved. Frequencies calculation on this transition state indicates an imaginary frequency (593i cm”

l) characterized by a transition vector that involved the motion of hydrogen atom from Sa; to Og;

10
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(Figure 2a). Following this path, product (II) is predicted to be 2.5 kcal.mol™" less stable than (I). This
product is reached through another transition state (TS_III_II) located 18.5 kcal.mol™" above the global
minimum (I). Thus the necessary electronic energy barrier for the path from III to II is less than 2
kcal.mol™". The transition vector (imaginary frequency = 868i cm™, see Figure 2b) corresponds to the
motion of the second hydrogen from oxygen Og; to oxygen O, thus completing the whole reaction.

One should note that TS_I_III, Il and TS_III_II are extremely close in energy (within 2 kcal.mol ™).

¢)
Figure 2. Transition state structures and transition vectors of (a) TS 1 III (imaginary frequency = 593i
cm'l), (b) TS_III IT (imaginary frequency = 868i cm'l) and (c¢) TS I II (imaginary frequency = 440i
cm'l). Results come from frequencies calculations performed at the B3LYP/6-311++g(d,p) theoretical

level.

Concerning the second reaction path (Path 2 in Figure 1 and Scheme 2), among all hypothetic
molecular structures, several attempts to optimize the intermediate (IV) have failed. Instead, only one
transition state, (namely TS I II), has been localized in this region of the PES at ~23 kcal.mol™! (see
Table 1 and Figure 1). Intrinsic reaction coordinate calculation starting from this transition state clearly
indicates that it connects reactant I to product II. The transition vector (imaginary frequency= 4401 cm’l)

11
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represented in Figure 2¢ exhibits one major component corresponding to the proton transfer from Sp; to
Og; and a minor one related to proton transfer from Og; to Oaz. Moreover, the Og,-H bond length has
considerably increased (bond length variation from global minimum geometry of 0.8 A) and the Ox-H
bond is almost created (bond length= 1.013 A compared with equilibrium distance for minimum II of
0.98 A). The existence of such transition state and the characteristic of its transition vector clearly
indicates that the second path (Path 2 in Figure 1land Scheme 2) -first transfer of the proton attached to
the oxygen atom Og; followed by transfer of the hydrogen atom connected to Sa;- is a quasi-concerted
one step double proton transfer characterized by a “plateau” type energy profile. This double proton
transfer mechanism can be depicted as a superposition of two single proton transfers that are
characterized by an extended overlap of the associated potentials. Consequently, the zwitterionic
intermediate (IV) that was expected between the two transition states is destabilized and the first
transition state from structure I to IV cannot be obtained. Therefore, the transition structure that has been
optimized (TS I II) corresponds mainly to the transition state between the hypothetic zwitterionic
structure (IV) and the final product (II). The associated transition vector that essentially describes the
second proton transfer process confirms the hypothesis.

Finally, a second order saddle point, saddle I II, has been optimized and well characterized by two
imaginary frequencies that correspond on one hand to an antisymmetric stretching mode (1517i cm'")
and on the other hand to a symmetric one (8561 cm™) as represented in Figures 3a and 3b respectively.
This second order saddle point was found 25.6 kcal.mol™ higher in energy than I (see Table 1and Figure
1) and is associated to the third reaction path. However, this peculiar region of the PES remains close in

energy to the previously described reaction path.

12
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Figure 3. Second-order saddle point saddle I II structure and transition vectors. a) antisymmetric
vibrational mode (imaginary frequency = 1517i cm'l); b) symmetric vibrational mode. (imaginary
frequency = 856i cm'l). Results come from frequency calculations performed at the B3LYP/6-

311++g(d,p) theoretical level.

Free energy analysis. Electronic energy representation of the PES directly comes from optimized
geometries calculations. However, the effectiveness of a chemical reaction arises from its Gibbs free
energy analysis. Such analysis has been performed at the standard 298 K temperature directly from
frequencies calculations. Results are reported in Table 1 and Figure 1. For path 3, a 3 kcal.mol™!
decrease of the energy barrier is observed while the barrier for reaction path 2 is reduced by only 0.8
keal.mol'. The main difference compared with the previous electronic energy representation (see above)
essentially concerns the first reaction path. When one considers calculated Gibbs free energies,
intermediate structure III that was 0.3 kcal.mol™' more stable than transition state TS I III is now 1.3
kcal.mol™ less stable (see Table land Figure 1). Moreover, while the electronic energy barrier necessary
to perform the III to II mechanism is almost equal to 2 kcal.mol™, the corresponding Gibbs free energy
barrier is only 0.5 kcal.mol . Detail examination of all contributions to the Gibbs free energy exhibits
that the main energy modifications is due to zero-point energy corrections. Calculation of zero-point
corrected electronic energies (AEc.r) reveals a stabilization of TS I IIT by 0.8 kcal.mol™ while the
intermediate 11 is destabilized by almost 1 kcal.mol compared to electronic energies. This zero-point
energy contribution to transition state stabilization has already been observed in the theoretical
investigation of oxalic acid”®. While the overlap of the two electronic energy potential associated to
single proton transfer is small enough to allow the existence of the intermediate (III), this overlap is
larger if one considers Gibbs free energy potentials thus leading to the destabilization of this zwitterionic
structure. These results must be taken with extreme care if one keeps in mind that the potential energy
surface in the vicinity of the intermediate region is extremely flat. As a consequence, harmonic

approximations used to calculate thermal corrections (entropic terms,..) and some quantum nuclear

13
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effects (zero-point energy) may be questionable in this case and thus might leads to suspicious energy
values. For instance, constrained ab initio molecular dynamic might be a good alternative to extract
more accurate values. This type of molecular dynamic that is based on classical description of nuclear
motion does not take into account quantum effects such as zero point energy. However, such dynamic
can describe more accurately the free energy profile by including directly all thermal effects beyond the
harmonic approximation. Free energy profiles extracted from our dynamic calculations are presented in
Figure 4. Concerning reaction path 1 (Figure 4a), each dynamic analysis succeeds in revealing the
existence of a zwitterionic intermediate and the activation barriers are close to those obtain by static
calculations. The difference between static and dynamic results can be explained by the fact that pseudo-
potentials were used for dynamic study while all electron calculations were performed for the static
approach. This result indicates that the harmonic approximation might not be invoked to explain the
destabilization of the zwitterionic intermediate when one goes from electronic energy description to
Gibbs free energy representation. As a consequence, one must include the zero point energy correction
to our dynamic scheme in order to confirm the influence of such contribution to the whole energy
profile. Such correction and more generally quantum nuclear effect corrections can be included using

30,31
J4°Y

mixed quantum-classical dynamics associated with path integrals metho . Moreover, adiabatic

2 . . . . .
h**** can be used to estimate anharmonic zero point energy correction and its

switching approac
implementation in our own dynamic code is currently under development. For reaction path 2 (Figure
4b), a “plateau” type profile has been obtained with free energy value in agreement with static
calculations. One should note that dynamics around the transition state (TS _I II) have led to the transfer
of the second proton and consequently we did not manage to extract free energy value in this region of

the surface. In order to resolve this problem, it might be necessary to perform dynamics with two

constraints associated to the double proton transfer mechanism and this work is under investigation.

14
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Figure 4. Reaction energy profile extracted from constraint ab initio molecular dynamics. a) Energy

profile for pathl; b) Energy profile fro path 2.

These results show that the “plateau” type profile associated to double proton transfer reaction not
only emerges from uncorrected potential energy surfaces as obtained for reaction path 2 but also from
the more physically significant zero point corrected one that has been determined for path 1. This
peculiar feature has recently been theoretically observed and discussed in the case of double proton

transfer between substituted pyrazoles and guanidine system34.

Mechanistic description. Going back to the results obtained by static approach, the topology of the
PES either using electronic energy or Gibbs free energy indicates that the reaction profile almost adopts

.. . 272
a “plateau” type transition region 728

as observed for reaction path2. One may note that Gibbs free
energy barriers associated to path 2 and path 3 are very close together (energy difference of 0.6 kcal.mol
l). Moreover, these barriers are 3.4 and 4.0 kcal.mol™ higher, for path 2 and path 3 respectively, than
those obtains for the first mechanism. As a consequence, neither of these reaction paths via TS I II or
saddle I II can be privileged. Moreover the hypothesis of a one step double proton transfer reaction path
is now confirmed by this result that indicates that no stable intermediate exists between stationary points
I and II if Gibbs free energies in the gas phase is considered. In order to obtain further insight into the
mechanism associated to the double proton transfer processes, structural modifications along reaction

paths have been analyzed. Structural behaviors have been put in evidence by studying the evolution of

several geometric parameters. These features have been extracted from the intrinsic reaction coordinate

15
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calculations that have been performed starting from each transition state (Figure 5). Particularly, the
evolution of the distance between chemical groups attached to each carbon allows understanding how
proton transfers proceed during the reaction. For path 1 and path 2, the double proton transfer proceeds
in four steps. The first step corresponds to a reduction (0.3 A) of the distance between two heavy atoms
from one side of the molecule (Sp;, Op; for path 1, Oy, Og, for path 2) compared to the reactant
structure (see Figure 5a and 5c¢). Then, a first proton transfer occurs between the two heavy atoms that is
characterized by the increase of the Sa;-H (path 1, Figure 5¢) or Og-H (path 2, Figure 5a) bond length.
This transfer is also linked to an increase of the distance between the two previously cited heavy atoms
at the end of the process. The third step involves a diminution (0.3 A) of the distance between the two
heavy atoms from the other side of the molecule (Oaz, Op; for path 1, Sa;, Op; for path2) compared to
the reactant structure (see Figure 5d and 5b); Finally, the second proton transfer between the two heavy
atoms happens (increase of the Og,-H for path 1 or Sa;-H for path 2 bond length). As previously, this
last process is connected to an increase of the distance between the two previously cited heavy atoms.
As a consequence, proton transfer processes are connected to a first displacement of the heavy atoms
between which the hydrogen migrates. These results are similar to the ones that have been obtained for
double proton transfer in oxalamidine for which the two nitrogen are brought together before proton
migrates from one side of the molecule to the other’. Moreover, the importance of heavy atoms motion
has also been carefully described for double proton transfer in benzoic acid dimer using combined

experimental and theoretical analysis36'38.
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Figure 5. Energy profile and selected bond lengths variation along the intrinsic reaction path evaluated
at the B3LYP/6-311++G(d,p) level. (a) Sa;-Op; and Sa;-H bond length variation along the reaction path
1; (b) Oa2-Og; and Ogz-H bond length variation along the reaction path 1; (c) Oa2-Og, and Og,-H bond
length variation along the reaction path 2; (d) Sa;-Op; and Sa;-H bond length variation along the
reaction path 2. (a) and (b) are each one the combination of two intrinsic reaction path calculations and

the gap between -2.5 and -0.5 has no physical significance but is just introduce for seek of clarity.

1,3 versus 1,4 prototropy. Let us consider now the two possible ways to undergo double proton
transfer in monothiooxalic acid, either 1,3 or 1,4 prototropy. 1,3 prototropy Gibbs free potential energy
surface is characterized by four local minima that are connected together by transition states located
between 33 and 40 kcal.mol' from structure (1). On the other hand, 1,4 prototropy mechanism mainly
occurs in a double-well like potential energy surface with first and second order saddle points ranging
from 19 to 23 kcal.mol” from structure (D. As a consequence, the last mechanism is energetically more
favorable than 1,3 prototropy in the gas phase. Moreover, the efficiency of double proton transfer can be
interpreted in term of reaction path. On one hand, one observes that 1,3 prototropy is a two-step non-
concerted double proton transfer. On the other, the mechanism involves during 1,4 prototropy is clearly
a one step quasi-concerted process. Thus when one proton is transferred during 1,3 prototropy the
probability to achieve the second proton transfer may not be equal to one. One can observe back transfer
to the initial structure or the molecule can be trapped in an intermediate state. If one proton is
transferred, the second will be automatically displaced to the other side of the molecule according to the

reaction paths proposed for 1,4 prototropy.
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CONCLUSION

In this paper, we propose another mechanism for intramolecular double proton transfer that can occur
in monothiooxalic acid in the gas phase. Potential energy surface for 1,4 prototropy has been
investigated by the way of static and dynamic theoretical hybrid DFT calculations. The principal regions
of the potential energy surface have been fully characterized according to our computational scheme.
Our results give evidence that 1,4 prototropic mechanism is favorable on an energetic point of view
compared to 1,3 prototropy. We found activation barriers that are 20 keal.mol! lower than in the case of
1,3 prototropy. While one zwitterionic intermediates has been localized for one electronic energy path,
among the two possible, a Gibbs free energy representation exhibits two reaction mechanism
characterized by a plateau type energy profile. These results suggest that no stable intermediate exists
between the regions of reactant and product compounds in the gas phase. Ab initio molecular dynamic
simulations have demonstrated that if zero point energy corrections are not taken into account the
zwitterionic intermediate is not destabilized compared to electronic energy profile. Thus, such quantum
effect must be included in the dynamic approach in order to correctly describe the reaction process.
Thus, 1,4 prototropy is a quasi-concerted double proton transfer that mainly occurs in one step.
However, one may consider that such zwitterionic intermediate will be stabilized if a polar solvent is
considered”®. In the same way, the whole reaction profiles, either for 1,3 or 1,4 prototropy, might be
modified and the stepwise mechanism would probably be favoured if polar solvent effects are
considered. Consequently, the complete analysis of these mechanisms needs a new investigation in such
conditions.

In order to obtain further insight into the intrinsic nature of the 1,4 prototropic mechanism, one may
invoke the characteristics of the heavy atoms present in monothiooxalic acid (sulfur and oxygen, for
instance). However, the study of this system alone is not sufficient to clearly answer this issue and
further analysis of 1,4 prototropy on similar molecules such as oxalic, dithiooxalic, trithiooxalic and

quadrithiooxalic acid must be considered.
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V Estimation de ’Energie de Point Zéro

Dans la précédente application concernant le double transfert de protons intramo-
léculaire de l'acide thiooxalique, la contribution d’énergie de point zéro semble étre
cruciale. En effet, méme s’il est clair que le double transfert de protons, de type 1,4
entre deux hétéroatomes vicinaux, est quasiment concerté, i.e. en une seule étape,
une estimation correcte de cet effet quantique nucléaire est fondamentale. De la méme
maniére que les effets de température, I’énergie de point zéro est habituellement éva-
luée a l'aide de 'approximation harmonique pour les modes de vibration. Sans pour
autant décrire explicitement les noyaux par une approche quantique, la plupart des
méthodes, se proposant d’estimer 1’énergie de point zéro au-dela de I'approximation
harmonique, est basée sur un traitement vibrationnel perturbatif. Cependant, un tel
traitement perturbatif des effets d’anharmonicité, au second ordre par exemple, né-
cessite la connaissance des dérivées, au moins & 'ordre trois, de 1’énergie potentielle
par rapport aux positions nucléaires. Ces quantités sont le plus souvent évaluées par
différence finie des dérivées secondes [130]. Ainsi I'estimation, par ces approches, des
termes cubiques et quartiques de 1’énergie de point zéro nécessite, pour un systéme
moléculaire de N noyaux, 6/N — 11 évaluations du hessien. Ces méthodes sont donc
trés « gourmandes » en temps de calcul et deviennent rapidement prohibées pour des
systémes moléculaires ot le nombre de degrés de liberté est important.

Au cours de cette thése, nous nous sommes plus particuliérement intéressés a une
autre approche pour I’évaluation des énergies de point zéro : la méthode dite “adiabatic
switching” [131]. Cette méthode est, en principe, applicable a n’importe quel systéme
moléculaire de taille arbitraire possédant un caractére d’anharmonicité plus ou moins
marqué. Cette méthode repose sur une quantification semi-classique, sélectionnant des

trajectoires classiques satisfaisant la condition semi-classique :

Ji= (n + %) h (E.50)

ou _#; désigne une variable d’action classique et n; représente un nombre quantique
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entier. Cette méthode repose sur 'hypothése adiabatique d’Ehrenfest, qui stipule que
les nombres quantiques sont conservés au cours d’une transformation lente adiabatique.
L’idée de base de cette approche est que la quantification semi-classique d’un systéme
anharmonique non séparable peut étre effectuée en deux étapes, si 'hamiltonien .77 du
systéme peut étre exprimé comme la somme de parties séparables et non séparables :
HC = Ao+ A . Ainsi, le mouvement associé a 'hamiltonien séparable 77 est d’abord
quantifié, ’hamiltonien régissant I’évolution temporelle du systéme devient par la suite
dépendant du temps, passant d’une maniére douce de 8 a # = ) + A au
cours d'une longue trajectoire. L’action classique quantifiée et associée a I’hamiltonien
) est alors transférée adiabatiquement aux quantités correspondantes associées a
I’hamiltonien 7.

L’hamiltonien « réel » ¢ permet de décrire le mouvement du systéme moléculaire

sur la surface d’énergie potentielle compléte et s’écrit :

=y

La partie séparable 7] représente une approximation de I’hamiltonien réel 77 et doit

QJEI Y ({él}) (E.51)

pouvoir décrire le méme type de mouvement. Pour cela, on peut choisir 'approximation
harmonique des modes normaux de vibration pour construire cet hamiltonien [132]. Son
expression est alors la somme des termes d’énergie cinétique et potentielle des modes
normaux selon :
2 2.2
D3 ws'q;
I = E GRS (E.52)
—~ 2 2
7
ol w; représente la fréquence associée d’'un mode normal de coordonnée g; et d’impulsion

pondérée en masse p;. Les mouvements vibrationnels autorisés d’'un point de vue semi-

classique sont caractérisés par les variables d’actions _Z; et les phases ¢;, telles que :

= j{pidqi = <n + é) h (E.53)

¢; € [0,27] (E.54)

Les coordonnées et les impulsions associées aux modes normaux sont alors reliées aux
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variables d’actions et aux phases par :

Wi/i

pi = \| —Z— cos ¢; (E.55)
T

g =1 Zising, (E.56)
Wy T

L’hamiltonien harmonique peut donc étre exprimé selon :

=% (n + 1) i, (E.57)

- 2

Pour un mode propre donné, la connaissance du nombre quantique associé n; et de
la phase ¢; détermine de maniére unique le point de I'espace des phases (g;,p;). La
quantification du mouvement du systéme moléculaire apparait donc ici; les conditions
initiales de la dynamique sont fixées & partir du choix de ces nombres quantiques et
des phases. L’hamiltonien régissant le mouvement du systéme moléculaire, initialement

harmonique, est dépendant du temps et défini selon :
M = Sy + S (O)(H — H) (E.58)

ou . (t) désigne la fonction permettant la transformation adiabatique. On peut choisir

1

0,8— _

S()

0,41~ -

0,2 _

tt

FiG. E.2 — Fonction .#(t) utilisée pour rendre ’hamiltonien dépendant du temps.

diverses formes pour cette fonction de passage; 'une d’entre elles se montre plus par-

ticuliérement efficace [133] quant a la convergence des valeurs propres semi-classiques.
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Cette fonction est représentée sur la figure E.2 et a pour expression :

A (b rftests)

ou T représente le temps sur lequel la transformation adiabatique est réalisée. L’hypo-
thése adiabatique d’Ehrenfest requiert en théorie une transformation infiniment lente ;
en pratique un temps de passage correspondant a quelques dizaines de périodes vibra-
tionnelles est suffisant [134].

La méthode “adiabatic switching” peut donc étre employée pour quantifier le mou-
vement vibrationnel sur une surface d’énergie potentielle compléte. Les conditions ini-
tiales sont d’abord déterminées et quantifiées dans I'approximation harmonique des
modes normaux de vibration, puis la dynamique du systéme moléculaire est régie par
un hamiltonien dépendant du temps; cet hamiltonien passe de maniére douce de I’ha-
miltonien initial harmonique & I’hamiltonien réel. L’hypothése adiabatique d’Ehrenfest
suggeére ainsi la conservation des nombres quantiques initiaux et donc la quantifica-
tion du mouvement vibrationnel final. Cette approche a démontré son efficacité pour
I'estimation d’énergies vibrationnelles et de point zéro [132, 135|.

Au cours de cette thése, nous avons choisi d’implémenter et d’utiliser cette méthode
pour estimer les énergies de point zéro au-dela de 'approximation harmonique. Plus
particulierement, cette approche est simple d’utilisation pour les minima locaux des
surfaces d’énergies potentielles. Cependant, son utilisation est plus problématique pour
I'estimation de I’énergie de point zéro au niveau d’un état de transition. En effet, un
état de transition est caractérisé par une courbure négative le long de la coordonnée
réactionnelle et donc par une fréquence associée imaginaire. Ces points particuliers
possédent donc 3N — 7 degrés de liberté réels intrinséques, plus un dernier degré cor-
respondant a la coordonnée de réaction. L’utilisation de la méthode de transformation
adiabatique pour ces points ne peut étre pertinente que si la coordonnée de réaction
n’est pas couplée aux autres modes de vibration. Or, en pratique, le moindre effet d’an-
harmonicité, combiné avec les erreurs numériques de simulation au cours de la transfor-

mation adiabatique, entraine le systéme vers la vallée des réactifs ou celle des produits,
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rendant ainsi caduque la trajectoire. Pour dépasser ce probléme, nous proposons de
contraindre au cours de la simulation la coordonnée de réaction, i.e. d’empécher de
peupler le mode imaginaire. La connaissance des modes normaux de vibration permet
de connaitre exactement ’expression du mode imaginaire en fonction des coordonnées
cartésiennes. Il ne reste ensuite plus qu’a interdire tout déplacement le long de cette
coordonnée grace a la méthode des paramétres indéterminés, présentée précédemment.
Cette approche suppose donc que le couplage entre les différents modes de vibration
et la coordonnée de réaction ne soit pas trop marqué. Ceci nous laisse penser qu’une
telle approche peut conduire a une estimation relativement satisfaisante de I’énergie de

point zéro, au-dela de 'approximation harmonique, pour les points-selles.

Afin d’éprouver cette approche, nous avons dans un premier temps considéré le
passage d’un hamiltonien harmonique vers un autre hamiltonien harmonique. Ceci
permet de quantifier ’erreur commise et de jauger le schéma de propagation combiné
avec la contrainte du mode imaginaire. La molécule sur laquelle nous avons effectuée
les premiers tests de cette méthode est I’état de transition correspondant a la réaction
d’activation d’hydrogéne moléculaire par CloLaH. Le temps de passage considéré ici
pour effectuer la transformation adiabatique est de 5 ps, ce qui est relativement court
vis-a-vis de la plus petite fréquence vibrationnelle de cette molécule. Les équations du

mouvement ont été intégrées avec un pas de temps de 0.1 fs.

Dans le but d’éprouver plus cette méthode, la transformation adiabatique est suivie
par un second passage de I’hamiltonien final vers I’hamiltonien initial. Ceci permet de
jauger a la fois de la dépendance des conditions initiales et des accumulations d’erreurs
dues a 'intégration numérique des équations du mouvement. Dans ce premier exemple,
I’hamiltonien harmonique final est relativement proche de I’hamiltonien initial : les
modes propres sont identiques, seules les fréquences différent, chacune a été multipliée
par un nombre aléatoire compris entre 0 et 2. La structure initiale correspond a la
structure d’équilibre de I’état de transition, les vitesses initiales sont alors déterminées

d’aprés les relations (E.53), (E.b5) et (E.56). La figure E.3 représente 1'évolution au
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cours des deux transformations successives d’un nombre quantique vibrationnel associé

A ’hamiltonien initial.

-0,001— —

-0,002— —

-0,003— —

-0,004— —

nombre quantique vibrationnel
Energie totale relative (u.a.)

-0,005— —

02 0,006
0

| L | | r L | L | | |
2000 4000 6000 8000 10001 0 2000 4000 6000 8000 10001
Temps (fs) Temps (fs)

FiG. E.3 - Evolution d’un nombre quantique vibrationnel et de 'énergie totale relative

a I’énergie théorique de point zéro pour ’hamiltonien initial.

On peut remarquer sur la partie gauche de la figure E.3 que ce nombre quantique,
initialement nul, prend des valeurs éloignées de zéro lorsque la dynamique du systéme
est régie par le second hamiltonien, comme attendu. Néanmoins, ce méme nombre quan-
tique reconverge vers zéro lors de la seconde transformation adiabatique. La figure E.3
représente sur sa partie droite I’énergie totale relative a I’énergie totale associée a ’ha-
miltonien initial. De la méme maniére que le nombre quantique vibrationnel associé
au premier hamiltonien, I’énergie totale reconverge vers la valeur souhaitée apreés la se-
conde transformation adiabatique. Ces données permettent a priori d’avoir confiance
quant a l'efficacité de ces deux transformations successives puisque la valeur initiale de
I’énergie de point zéro est finalement retrouvée.

La figure E.4 représente I'évolution d’un nombre quantique vibrationnel associé au
second hamiltonien harmonique. On peut remarquer a partir de la figure E.4 que ce
nombre quantique vibrationnel, & partir de valeurs non physiques, converge bien vers
zéro comme attendu a la suite de la premiére transformation, vers 5 ps, pour ensuite
reprendre des valeurs non nulles lors de la seconde transformation.

La figure E.4 représente, sur sa partie droite, I’évolution de I’énergie totale rapportée
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Fi1G. E.4 — Evolution d’'un nombre quantique vibrationnel associé¢ a I’hamiltonien har-

monique final et agrandissement de I’évolution de I’énergie totale relative a 1’énergie

théorique totale finale entre 4.5 et 5.5 ps.

a I’énergie théorique de point zéro associée au second hamiltonien. On remarque que
I’énergie totale s’approche, avec une précision trés satisfaisante de 1’énergie de point
zéro théorique : environ 107% u.a.. Ce test semble donc étre concluant et bien que le
temps des deux transformations successives soit relativement court, la valeur souhaitée

pour I’énergie de point zéro est obtenue avec une bonne précision.

Pour éprouver plus cette approche, nous ’avons ensuite testée pour deux transfor-
mations successives oil, dans ce cas, les modes normaux associés au second hamiltonien
ne sont plus identiques aux premiers. De la méme maniére que pour le précédent test,
les fréquences ont été multipliées par un nombre aléatoire compris entre 0 et 2. Ceci

. .l .
permet de tenir compte d’éventuels couplages entre les modes. Dans ce cas, la géomé-
trie initiale ne correspond pas a la structure d’équilibre : les phases ¢; des différents

modes normaux ont été choisies de maniére aléatoire.

La figure E.5 reporte I'évolution lors des deux passages successifs d’'un nombre
quantique vibrationnel associé au premier hamiltonien. De la méme maniére que pour
le précédent test, on remarque que ce nombre s’éloigne largement de zéro au cours
des deux transformations pour ensuite reconverger vers sa valeur initiale. La figure E.5

représente, sur sa partie droite, I’énergie totale relative a 1’énergie totale associée a
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FiG. E.5 — Evolution d’un nombre quantique vibrationnel et de 1’énergie totale relative

a I’énergie totale initiale théorique.

I’hamiltonien initial. La encore on remarque qu’aprés les deux transformations adia-
batiques, ’énergie totale reconverge vers la valeur initiale correspondant a I’énergie
de point zéro associée a I'hamiltonien de départ. Dans ce cas, la succession des deux

transformations adiabatiques semble donc étre efficace.

3 4,2e-05 T T T T

4,1e-05 B

3,9e-0
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FiG. E.6 — Evolution d’un nombre quantique vibrationnel associé a ’hamiltonien har-
monique final et agrandissement de I’évolution de I’énergie totale relative a ’énergie

théorique totale finale entre 4.5 et 5.5 ps.

La figure E.6 représente, comme précédemment, I’évolution d’un nombre quantique
vibrationnel associé au second hamiltonien harmonique. On remarque que ce nombre

vibrationnel converge bien vers zéro aprés la premiére transformation adiabatique. Afin
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de quantifier plus précisément l’erreur commise, la figure E.6 représente sur sa partie
droite I’évolution de I’énergie totale rapportée a I'énergie de point zéro associée au
second hamiltonien. De la méme maniére que pour le premier test, 1’énergie totale
converge bien vers la valeur théorique de I’énergie de point zéro associée au second
hamiltonien, avec une trés bonne précision : environ 4 x 107° u.a..

Ce second test est 1a encore trés satisfaisant ; en effet méme si les modes propres ini-
tiaux et finaux sont trés différents, la transformation adiabatique permet de transférer
de maniére adiabatique la quantification du mouvement vers I’hamiltonien cible.

Les tests qui peuvent naturellement suivre correspondent au passage d’un hamilto-
nien harmonique vers un hamiltonien réel, a priori anharmonique. Toutefois dans ce
cas, les seules possibilités d’estimer la fiabilité de cette méthode sont d’éprouver dif-
férentes conditions initiales, différents pas de temps de propagation et enfin différents
temps de passage, puisque I’énergie de point zéro attendue est inconnue. Cet ensemble
de tests n’est malheureusement pas achevé a I’heure de la rédaction de ce manuscrit,
mais les premiers résultats présentés nous laissent penser que cette méthode est une
bonne alternative pour I'estimation de I’énergie de point zéro au-dela de ’approxima-

tion harmonique.
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VI Conclusion

Au regard des capacités informatiques actuelles, 'estimation de grandeurs thermo-
dynamiques par des simulations de dynamique naturelle est aujourd’hui impossible,
puisqu’il faudrait simuler des temps extrémement longs. Toutefois, a ’aide de trajec-
toires biaisées, ’approche de ’ensemble “blue moon”, entre autres, permet d’évaluer ces
quantités. L’introduction d’un choix judicieux pour la contrainte représentant la coor-
donnée de réaction permet d’échantillonner correctement I’espace des configurations et
ainsi d’estimer les différences d’énergie libre associées & un chemin réactionnel. Cette
méthode que nous avons implémentée et combinée avec 'approche de dynamique mo-
léculaire développée au cours de cette thése permet de rendre compte des grandeurs
thermodynamiques de réaction au-dela de approximation harmonique. Plus particu-
lierement, dans le cas ou la surface d’énergie potentielle concernée est « plate », 'esti-
mation usuelle des barriéres d’activation a ’aide de I'approximation harmonique peut
conduire & des erreurs relativement conséquentes. L’utilisation de dynamique molécu-
laire ab initio semble alors plus pertinente pour évaluer ces grandeurs. Il faut néanmoins
pondérer ceci en notant que le cotit calculatoire de ce type d’approche vis a vis de I’ap-
proximation harmonique habituellement utilisée est énorme. Enfin, la détermination
précise de I'énergie de point zéro peut dans certain cas étre importante. La méthode de
transformation adiabatique que nous proposons d’utiliser, a la fois pour les minima lo-
caux d’une surface d’énergie potentielle et les points-selles, semble prometteuse. Cette
méthode permettrait, a priori, d’estimer les énergies de point zéro « exactes », & un
niveau de théorie donné, avec une précision satisfaisante. En effet les premiers tests de

cette approche semblent conclure quant a la robustesse et la pertinence de ce schéma.
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fonctions de base locales, gaussiennes, pour la description de la structure électronique

des édifices moléculaires. L’approche de la dynamique moléculaire ab initio se situe
entre les méthodes de dynamique quantique et de dynamique moléculaire classique. Ces
premiéres, qui envisagent une description totalement quantique a la fois des noyaux et
des électrons, sont fortement limitées de par le nombre de degrés de liberté qui peut
étre explicitement pris en compte lors de la dynamique. A I'opposé, les techniques de
dynamique moléculaire basées sur une description classique de la structure électronique
par des champs de force, qui permettent de traiter des systémes de grande dimension,
ne peuvent pas rendre compte de la densité électronique et ainsi décrire la plupart des

mécanismes réactionnels d’intérét chimique.

La dynamique moléculaire ab initio constitue donc un compromis entre ces deux
approches, en considérant les noyaux comme des particules classiques tout en décrivant
la structure électronique d’un point de vue quantique. Cette technique, qui a connu
un grand essor depuis une vingtaine d’année, est bien souvent synonyme de I’approche
Car-Parrinello. En effet, les approches de type Born-Oppenheimer, qui nécessitent une
convergence compléte du probléme électronique en chaque point des trajectoires simu-
lées, ne constituent qu’une activité relativement marginale, essentiellement a cause de
leur cotit calculatoire rapidement prohibitif. Cependant, I’approche Car-Parrinello est

le plus souvent basée sur une description de la structure électronique sur une base de
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fonctions d’ondes planes dans le cadre de la théorie de la fonctionnelle de la densité.
Ce point de vue pour le traitement de la structure électronique n’est pas toujours le
plus adapté, et dans certains cas on pourrait préférer un traitement par des méthodes
ab initio. Or, ces méthodes ne sont accessibles que dans une base locale d’orbitales

atomiques développées, par exemple, sur un jeu de fonctions gaussiennes.

Ce travail de thése ne représente que les prémices d’une approche de dynamique
moléculaire ab initio en base locale. Néanmoins, ces premiers résultats semblent en-
courageants. En effet, la technique, fortement inspirée de I'approche Car-Parrinello,
développée durant cette thése, est a priori viable. Elle permet de diminuer de maniére
relativement conséquente I'effort calculatoire nécessaire a ce genre d’approche. Méme si
le gain en temps de calcul est modeste par rapport a une approche Born-Oppenheimer,
il reste significatif au regard du coit énorme des méthodes de dynamique moléculaire
ab initio. Cette approche a été combinée avec différentes techniques de la dynamique
moléculaire, utiles notamment pour prendre en compte de maniére explicite les effets
de température ou encore pour estimer des grandeurs thermodynamiques, telles que
les différences d’énergie libre. Les quelques illustrations de cette approche conduisent a
des résultats intéressants et montrent que dans certains cas, une approche dynamique

est pertinente pour la description des phénomeénes d’intérét chimique.

Il reste cependant beaucoup a faire pour que la dynamique moléculaire ab initio
en base locale soit véritablement pertinente. Trés certainement, le prochain objectif
est d’envisager une description de la structure électronique par une approche multi-
configurationnelle de la fonction d’onde. On pourrait considérer un schéma analogue
a celui proposé dans ce manuscrit, ¢.e. une accélération de la convergence des orbi-
tales moléculaires, de chaque configuration, a I'aide d’'une propagation classique de ces
derniéres, combinée avec une propagation classique des coefficients pour le développe-
ment multidéterminantal. En effet, méme si ce genre de technique est, encore a ’heure
actuelle, trés « gourmand » en temps de calcul, des méthodes de localisation [136],

par exemple, permettent de réduire significativement ’effort calculatoire. De plus, une
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approche multiconfigurationnelle par fragment [137] serait dans ce cadre trés utile et
permettrait la réalisation de simulations de dynamique moléculaire. De plus ce type
de méthodologie, en particulier appliqué a des états excités |138] et combiné avec des
approches de dynamique moléculaire, serait bien adapté a I’étude de mécanismes ré-
actionnels photochimiques [139]. D’une maniére générale, la dynamique moléculaire ab
1nitio combinée avec une méthode de description de la structure électronique précise,
éventuellement différente du cadre de la théorie de la fonctionnelle de la densité, est
une perspective qu’il ne faut pas négliger.

D’un autre coté, la description compléte par des méthodes quantiques en base locale
de systémes de grande dimension est encore inaccessible. Toutefois, les méthodes de
type « QM/MM » représentent une alternative le plus souvent pertinente pour ce type
d’études. En effet, pour la plupart des cas d’intéréts chimiques, le systéme étudié est
bien souvent constitué d’une partie « active » de taille relativement réduite, I’environ-
nement est en quelque sorte « spectateur » du phénomeéne considéré, méme s’il joue
un role prépondérant. C’est, par exemple, le cas de la photoisomérisation du rétinal
au sein de la bactériorhodopsine [140]. Dans ce cadre, les premiers tests du schéma
de dynamique moléculaire développé durant cette thése, combiné avec une description
hybride, de type QM /MM, laissent la voie entre-ouverte au traitement de systémes de
plus grande dimension et éventuellement la simulation de phénomeénes chimiques en
phase condensée.

Finalement, le travail accompli semble bien maigre vis-a-vis de toutes les possibilités
que les approches de dynamique moléculaire ab initio en base locale laissent présager,

mais nous ne doutons pas des futures avancées dans ce domaine.






Annexe I
Systémes & Echelles de Temps
Multiples

Le choix du pas de temps d’intégration est déterminé par la nature des forces
agissant sur le systéme. Dans les systémes moléculaires, les forces résultent de différentes
classes d’interactions entre particules et générent des mouvements dont les échelles de
temps caractéristiques sont disparates. Toutefois, le pas de temps doit étre choisi tel que
le mouvement le plus rapide du systéme puisse étre intégré de facon stable et précise.
Ceci conduit & des procédures numériques inefficaces puisque les forces associées aux
mouvements les plus lents sont recalculées sur de petites échelles de temps sans qu’elles
soient notablement modifiées. Ce type de probléme a échelles de temps multiples est
quasiment toujours présent au cours des simulations de dynamique moléculaire, soit
par la nature méme du systéme ou bien par la présence d’un « réservoir » de chaleur

tel qu'un thermostat.

Les méthodes permettant d’accélérer I'intégration des équations du mouvement sont
basées sur la définition d’un « sous-systéme » rapide. Les équations du mouvement
associées au sous-systéme rapide sont intégrées sur des petits pas de temps alors que
les équations du mouvement associées aux degrés de libertés « lents » du systéme sont
quant a elles intégrées sur des pas de temps plus grands. Ces approches peuvent étre

développées dans le cadre de la factorisation de Trotter de 'opérateur de Liouville.



202 ANNEXES

Considérons le cas ot les degrés de liberté d’un systéme peuvent étre séparés en deux
groupes, 'un « rapide » et 'autre « lent », notés respectivement x et y. Le systéme est
donc constitué d’éléments « lourds » (le sous-systéme y) et « légers » (le sous-systéme
x). Nous noterons de maniére abrégée x et p, les positions et les impulsions associées
au sous-systéme x et de la méme fagon les variables du sous-systéme y. Décomposons

I'opérateur de Liouville :

iL=iLl,+iL, (L.1)
ou
iLy =0—+ Fy(z )i (I.2)
T ax x 7y apw *
. o, 9]
iLy = Yoy + Fy(x,y)a—% (L.3)

A Taide de la factorisation de Trotter, un propagateur discret en temps peut étre défini :
At At
Gy (AL) = exp <z£x7> exp (1L, At) exp <z£17) (L.4)

Cette factorisation fait apparaitre la premiére et la derniére composante du propaga-
teur, qui sont associées au mouvement rapide du sous-systéme z alors que la composante
du milieu est associée au mouvement lent du sous-systéme y. Le propagateur « rapide »

peut étre lui aussi factorisé :

A 5t 0 .0 st 9 \]"*
exp (z[',x?) = {exp (Ean_m) exp (6tx%> exp <5an_px>] (L.5)

ou 0t = At/n représente donc le petit pas de temps associé au mouvement rapide du

sous-systéme x. Le propagateur du sous-systéme lent y peut lui aussi étre factorisé :

LAt At 0 .0 At 0
exp (z£y7> = exp <7Fy8_py> exp (Atya—y> exp <7Fy8_py> (1.6)

Si ces factorisations sont utilisées dans la relation (1.4), alors les degrés de liberté
rapides et leurs impulsions associées {z, p, } seront déterminés numériquement a aide
de l'algorithme Verlet aux vitesses pour n pas de temps 60t, alors que les degrés de
liberté lents seront déterminés a l'aide du méme propagateur sur un seul pas de temps

« large » At. Finalement, I’application de %,,, peut se décomposer en trois étapes :
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— a partir de I'état initial {z(0), y(0), p»(0), p,(0)}, 'intégrateur Verlet aux vitesses
est utilisé n/2 fois avec un pas de temps dt = At/n pour générer 1’état au temps
At/2 des variables du sous-systéme x,
— les variables du sous-systéme y sont déterminées au temps (At) a I'aide d’un seul
pas de temps At et du propagateur Verlet aux vitesses,
— le propagateur Verlet aux vitesses est utilisé n/2 fois avec un pas de temps dt =
At/n pour déterminer les variables du sous-systéme x a la date At.
Les forces des coordonnées lentes ne sont donc calculées qu’une seule fois par pas de
propagation At = ndt. Si la dimensionnalité du sous-systéme rapide est petite vis a
vis de la taille totale du systéme entier, les forces agissant sur les variables lentes sont

donc recalculées moins souvent que dans le cas des méthodes habituelles.






Annexe 11

Intégrateurs d’Ordres Supérieurs

A partir de propagateurs d’un certain ordre, par exemple I’algorithme de Verlet
aux vitesses, des propagateurs d’ordre supérieur peuvent étre générés sans pour autant
nécessiter ’évaluation des dérivées des forces par rapport aux positions. Le schéma
d’intégration de Yoshida-Suzuki [104, 105| est notamment trés utile pour intégrer les
équations du mouvement des chaines de thermostats de Nosé-Hoover [44, 91].

Supposons que l'opérateur de Liouville puisse s’écrire sous la forme générale sui-

vante :
M
iL=> il (IL.1)
k=1

Le développement symétrique selon la factorisation de Trotter de I'opérateur d’évolu-

tion conduit au propagateur suivant :

%(1)(5t) = exp (3[1%) X ... X exp <i£M1%>

X exp (iLp0t) (I1.2)

X exp (iEM1%> X ... X exp (i£1%>

En particulier, Suzuki a montré que tous les propagateurs de la forme % ®™(§t) satis-

font la relation de récurrence suivante :

w ™ (5t) = w Y (6t) 3
1.3

= [ (1)) X U C I (1~ dp)ot) x [20 ) ()]
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ot les p,, représentent les coefficients de Yoshida-Suzuki, définis par :

1

YT (1L.4)

Pm =

Ainsi, a partir de la relation (I1.2), ’équation (II.3) peut étre utilisée pour générer des
factorisations d’ordre supérieur correspondant a des propagateurs d’ordre plus élevé.
La relation (I1.3) révéle de plus que les propagateurs d’ordre pair et impair sont équi-
valents, et en particulier que % @ (6t) = V(6t), expliquant ainsi pourquoi le déve-
loppement (I1.2) est précis en & ((6t)%). En prenant par exemple m = 3, on obtient un
algorithme d’intégration précis au cinquiéme, i.e. sixiéme, ordre.

On peut finalement combiner le schéma d’intégration de Yoshida-Suzuki et un dé-
veloppement en pas de temps multiples, ceci conduit a la relation suivante :

exp (iﬁk%> - ﬁ [ﬁ exp (wk u;ft)] (IL5)

i=1 Lj=1

ou les w; sont les parameétres d’intégration de Yoshida-Suzuki « simplifiés », dépendant
de m. Le tableau 1 suivant regroupe quelques valeurs de ces coefficients en fonction de

m.

m U)j

1 1
3wy =wz=1/(2-2Y3) wy=1-2uy
7w =w; = —1.17767998417887

we = wg = 0.235573213359357

ws = ws = 0.78451361047756

w4:1—2(w1+w2+w3)

TAB. 1 - Paramétres d’intégration de Yoshida-Suzuki.



Annexe III
Force Thermodynamique et

Contraintes Multiples

Dans cette annexe, nous précisons l’expression de la force thermodynamique dans le
cas de contraintes multiples. Cette approche permet d’évaluer des différences d’énergie
libre dans le cas ou la coordonnée de réaction est « décrite » par plusieurs contraintes.
L’énergie libre .# restreinte aux paramétres {1,...,&,} s’exprime en fonction de la

distribution associée :

F(&,...,&) = —kgTIn Q& ..., &) (111.1)

Coordonnées généralisées

Nous supposons qu'un jeu de M — p fonctions (g1, ..., qm—p) puisse étre défini de
telle maniére que le jeu (&1,...,&,,q1,- -, qu—p) forme un jeu complet de coordonnées
généralisées pour le systéme moléculaire & N particules (M = 3N). La dérivée partielle

par rapport a &; de I’énergie libre selon la relation (III.1) s’écrit selon :

0F kgT 0%

o5 Q05

(I11.2)
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La distribution 2 pour un ensemble canonique, restreinte a ces paramétres, s’exprime

selon :
Q&L .., &) o / [ dB:dP; exp (-%) [To&HED —€) (II1.3)
)i B i

ou les & représentent les valeurs auxquelles on souhaite se restreindre. Le jacobien
associé a la transformation des coordonnées cartésiennes en coordonnées généralisées

est défini selon :
J:
Jg=[" (IT1.4)
Ty
ou J¢ désigne les p premiéres lignes du jacobien, et J; les suivantes. On peut définir la

matrice Z :

Z=gM T (IL.5)
ou M représente le tenseur des masses. Cette matrice peut se décomposer en sous-blocs :

Z: Z
z= |7 7 (IIL6)
Zee 24
olt Z¢ est une matrice p x p, Z¢, est de dimension p x (M — P) et Z, est de dimension

(M — p) x (M — p). La matrice inverse de Z est notée G, et de la méme maniére :

Ge G
G=| & 7% (LIL7)

Gqé Gq
A T’aide de ces coordonnées généralisées, 'hamiltonien du systéme prend la forme sui-

vante :

1 1
H (€, 4, D¢, pg) = 51?235195 + §pZquq + P Zeqpg + E,(€,q) (IIL.8)

La combinaison des relations (II1.2) et (II1.3) avec ces coordonnées généralisées conduit

a 'expression suivante :

B qudpqdpg% exp (—kBiT)

Ve = a (ITL.9)
J dadp,dpe exp (—,ﬁ%)

7
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Ainsi, la relation (IT1.2) peut étre ré-écrite selon :

0.F 0

Aprés différenciation de la relation (II1.8) et intégration sur les impulsions pe et p,, on

peut obtenir une nouvelle expression pour la relation (II1.9) :
Vgﬁ = <V€gp + kBTv§ In |j’>£ (11111)

La dérivée de I’énergie libre peut alors étre vue comme le résultat de deux contributions :
la force mécanique agissant sur & et les variations de 1’élément de volume associé au

systéme de coordonnées généralisées.

Force thermodynamique

Par la suite, nous utiliserons le fait que, pour un jeu donné {£}}, il soit possible de

choisir une base ¢ telle que :
Ze(§9) =0 Vq (111.12)

La relation (II1.10) dépend explicitement du choix de toutes les coordonnées générali-
sées, incluant notamment ¢g. Nous allons ici modifier cette relation pour se libérer de
cette dépendance et la rendre indépendante du choix de q. Ceci peut étre effectué en
intégrant analytiquement le plus de termes possibles de la relation (II1.10).

Commencons par introduire les notations simplifiées suivantes :

, 1 9
.CC, = \/ M[R] V' = —
i NGV
. 19k (1T1.13)
Py

/ —
Do, ===
L’équation d’évolution pour la variable pe, est la suivante :

dp{i _ on
e (I11.14)

Le moment conjugué pg est défini comme la dérivée du lagrangien par rapport a { ,

soit :

ko

J
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Nous pouvons différencier la relation (III1.15) par rapport au temps et utiliser la rela-

tion (I11.14) pour obtenir une expression pour % :
%:_%:_Z@@_[ ] &
O dt dt  dt ij g2
(IIL.16)
g

-y 4 [Geqly dar _ (G, — 2k
dt  dt Stik " g2
Puisque le jeu {q} vérifie la relation (IT1.12), le dernier terme de la relation (II1.16) est
égal a zéro. Cette relation peut ensuite se simplifier en utilisant la régle de la chaine
pour obtenir :

o 3 L [0z d[Gey)., dq
& - Z [Zﬁ l]z‘j WQJ + Z [Zg 1]ij |:3_:E'§ p;} jkpgk - Z %d—; (II1.17)
J ' k

Jk

En exprimant p/, en fonction de pe et de p,, on peut démontrer que le deuxiéme terme

de la relation (II1.17) est égal a :

. [0z, 1 92y,
Z [ZS l]z‘j [a; 'px] Pey :Z [Zi 1L‘j T/gk [‘jf]rlp£7'p€k
ik gk jklr !
CIEA (IT1.18)
_l_ Z [Zﬁ_l}w axgj [‘75/] r+p,l pqrpfk
jklr

ou J' est défini de maniére analogue & J mais avec =’ & la place de x. Dans cette
derniére relation, nous avons séparé la partie droite en contributions paire et impaire
de p¢ et p,.

Rappelons que nous voulons calculer :

N\ 0H
dp,d - I11.19
[ v (-7 e (HHL19)
Puisque la base ¢ choisie vérifie la relation (III.12), la fonction exp (—,@%) est paire

en pe et p,. Ainsi dans la relation (II1.18), toutes les contributions impaires en pe et p,

s’annulent. Ceci conduit aprés intégration sur les impulsions pe, a I’expression suivante :

Ly [0Ze Ly Oy 0
<Z [ZE 1} ij {a_xf 'p:v:| " p§k> = kpT <Z [25 1} ij T;Jk [ZE 1} kr 8_ZEE> (HI?O)
3 3

ik jklr
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1 9qr
Mg Oxs

De plus les vecteurs vérifient la relation (IT1.12), ils sont donc orthogonaux aux

vecteurs V¢, ..., VE,. Par conséquent le troisiéme terme de la partie droite de la rela-
tion (II1.17) ne contribue pas a (V¢ ). Finalement, I'insertion de la relation (II1.20)

dans I’équation (II1.17) conduit a la relation suivante :

_ 1 1 4%
(V£%>§_k3T<ZI:MZE 92 - Z .vg>£<zg ), (IIL.21)

oll nous notons 0,2 = %—if. En notant A le multiplicateur de Lagrange associé de la

procédure SHAKE, on obtient ’expression suivante :

1
(Ve ) = <—>\§i + kT sz_l 02 27 alg> (111.22)
! 3

A l'aide de la relation de I’ensemble “blue-moon”, on peut finalement exprimer la dérivée
de I'énergie libre selon :
<VZ£’1/2 <—)\£¢ +4E 50 (2], (V& Vi !Z£|)>>

Ve, F = — £ (I11.23)
(1Ze| /%)

cons

Cette relation a été démontrée par W.K. den Otter [127, 128]. Cette expression générale

permet de retrouver la formule présentée dans le cas d’une seule contrainte [125, 126] :

cons

S (111.24)

B (Z7V2 =X+ kpTG]

vé“y _ cons
(Z 1/2>€

ou finalement Z et G ont pour expression :

IR NIy
Z= ; i (aéf) (I11.25)

1 R T
>

g_ L 5 I8 % 111.26
Z2 4~ MiM;9R; OR(R; OR; ( |

1,J






Annexe 1V

Dérivées de Contraintes Holonomes

L’utilisation de contraintes géométriques holonomes o en dynamique moléculaire
impose la connaissance du gradient de celle-ci par rapport aux positions atomiques. De
plus, lorsque cette contrainte est utilisée comme coordonnée de réaction dans I’ensemble
“blue-moon”, la connaissance des dérivées secondes est aussi requise pour déterminer la
« force » associée, i.e. la dérivée de I’énergie libre par rapport a cette contrainte. Nous

préciserons ici I'expression des termes correctifs Z et G, définis selon :

1
z-y 1L 00 07 (IV.1)
T M[ aR[ aRI

1 Z 1 Oo 0o oo

§=—= 5 aB.AaB. AD
Z2 MiM;0R; OR;OR; OR,

(IV.2)
I1,J

Dans cette annexe les dérivées premieéres et secondes des contraintes implémentées lors
de cette thése sont présentées. Il faut noter que chacune des contraintes présentées
par la suite a été implémentée et généralisée pour les barycentres de masse de groupes
d’atomes. En effet, le passage d’une dérivée par rapport a un barycentre a la dérivée par
rapport a un atome est trivial ; soit EG le barycentre de masse d’un ensemble d’atomes
{R;} et en notant Mg la masse du barycentre :

o M 9
OR; McoRg

(IV.3)
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Contrainte de distance

La distance entre deux centres A et B est la contrainte la plus simple que ’on puisse

imaginer. Les positions des centres A et B sont respectivement notées R et Rp. Cette

A B
FiG. 7 — Contrainte de distance entre deux centres
contrainte peut ainsi s’écrire :
— o 0\ 2 2
o= (Ra—FRp) —d (IV.4)

ol d désigne la distance imposée. Les dérivées premiéres de cette contrainte sont im-

médiates et s’expriment selon :

%’A =2(Ry— Ry) (IV.5)
a% = 2 (R Rp) (1V.6)

De la méme maniére, les dérivées secondes sont triviales :

’c o
ORY}  OR%

=2 (IV.7)

Finalement, 'expression des termes correctifs Z et G pour le calcul des énergies libres

est :
o= () o (25)
MA aRA MB aRB (IVS)
gpMat My _ AL
My - Mp !

(IV.9)
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Contrainte d’angle

Une contrainte d’angle 0 est définie par trois centres A, B et C. Nous adopterons

la définition de la figure 8.

FiG. 8 — Contrainte d’angle définie par trois centres

La contrainte peut donc étre définie selon :

0 = arccos <(RA — fip) - (Ro = RB)) -0 (IV.10)

dyds

ou 6 désigne la valeur d’angle imposée. En définissant les vecteurs normés suivants :

B Ra— R

Epy= —2—5 (IV.11)
R — Rpll

B Re— R

Epo=—2 "B (IV.12)
|Rc — Rzl

La dérivée premiére de la contrainte par rapport & R conduit a :

do  cos HEBA - EBC

OR, dy sin

(IV.13)

Les centres A et C' étant interchangeables, on obtient I'expression analogue pour la

dérivée premiére par rapport a R¢o :

do . COSQEBC — EBA

- = V.14
ORc dy sin 0 ( )

La dérivée par rapport a Rg s’exprime quant a elle :
do _ (dy — ds cos G)EBA + (dy — dj cos Q)EBC (1V.15)

8]%9 d1 d2 sin 6
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Les dérivées secondes sont beaucoup plus compliquées a exprimer, elles ne sont donc

pas détaillées ici. On donne néanmoins le résultat pour les termes correctifs Z et G.

1 d? + d% — 2dydy cos 0 1

Z = IV.16
Mad? Ml &2 Mo (1V.16)
On peut exprimer G simplement en fonction de Z :
4sin 0
-z V.17
g Mpdids ( )

Contrainte d’angle diédre

De la méme maniére que précédemment, un angle diédre est définie a partir de

quatre centres. Nous prendrons les notations décrites par la figure 9.

Fi1G. 9 — Contrainte d’angle diédre définie par quatre centres

De la méme maniére que précédemment, on peut définir les vecteurs normés suivant :

gy = A~ flB_ (IV.18)
|14 — Rl

Bpo— 0= Rp_ (IV.19)
|1 Re — R

Ecp = —Epc (IV.20)

Bpp = 0= Ho (IV.21)

 ||Rp - Rel
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La contrainte peut donc s’exprimer selon :

<EBA X EBC) : (ECB X ECD)
0 = arccos : . - (IV.22)
sin ¢, sin 6

ou ® désigne la valeur d’angle diédre imposée. Aprés quelques développements ma-
thématiques assez fastidieux, on obtient les expressions suivantes pour les dérivées

premiéres :
do . EBA X EC’B

OR,  disin®6, (IV.23)
o= g (Boax Buc) + 5ot (Fop x Bon) (V2
aagc _ d;g;ﬁ??? (ECD x ECB> d;%nglel (EB 4 X EBC) (IV.25)

%o Ecox Euc (IV.26)

ORp ds sin® 0
Les dérivées secondes ne seront pas développées ici, leurs expressions tenant sur plu-

sieurs pages ! Toutefois, pour « simplifier » I'écriture des termes Z et G, définissons :

X, = % (IV.27)
X, = % (IV.28)
et :
tim s v
- 0
L’expression de Z est alors :
stz () * 6y (o)
M4 \ d;sinb, MD ds sin 6y
+ — L (X2 + Y2 — 2X1Y5 cos CID) (Iv.31)

Mpg

1
+ — (X3 + Y7 — 2X,Y] cos @)
Mc
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L’expression de G est quant & elle :

XYy | XoVr
=4Z o
g < o + 7 ) sin

2

+ —— [2X1Ys — (X7 + Y5) cos @] sin @

d; M,

2

+ ——— [2X5Y) — (X5 + Y{?) cos @] sin @
2 .

" MgMo [(X12 + Yy —2X,Y;cos <I>) X21/1i| sin ®

ST [(X5 + Y7 — 2X0Y; cos @) X1Y5] sin @ (IV.32)

2  dy—dycost
~ MgM¢ did2sin® 6,
2  dy—dycost
~ MgM¢ did2sin® 6,
2  d3—dycosb,
~ MpMc dsd2sin® 6,
2  d3—dycosb,
 MpMe dsd2sin® 6,

[ X2 (X1 — Yz cos @)]sin ®

[V (Y1 — X5 cos ®)|sin®

[X7 (X2 — Y7 cos )] sin ®

[Y1(Ya — X cos ®)|sin @

Contrainte de « projection »

Une contrainte de « projection » est une contrainte définie a l'aide de trois centres.

F1G. 10 — Contrainte de projection définie par trois centres

A partir de la définition de la figure 10, cette contrainte revient a fixer la projection
de la distance entre A et B sur la distance entre B et C. Cette contrainte a donc pour

expression :

_ dycosf
o= 7

—A (IV.33)
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ou A désigne la valeur imposée de cette projection. Les dérivées premiéres de cette

contrainte ont pour expressions :

do 1 /2 -
i@ <RC - RB) (IV.34)
=@ (Rc - RB) t 7 (2RB - RCRA> (IV.35)
do 2, N .
% = d_% cos 6 <RB - Ro) + d_% (RA — RB) (IV36)

Ces dérivées premiéres conduisent a I'expression de Z suivante :

Z

_ 1 + % + = 1+d%+6dlcos8+8d%coszt9 (IV.37)
S BMy My BMe | dg o ds a3 |

Les expressions des dérivées secondes pour cette contrainte sont comme précédemment
assez complexes. Le facteur G peut néanmoins se « simplifier » et conduire a I'expres-

sion :

2 d10089+ 1 2d3cos®
MsMe  d3 MZ  d}
2 1 — — — —
e~ ) (- )
My Mg dS [( ¢ ¢
o (Ra— Ro) - (Fe— )
M%dg A C C B
2  dycosf
+ 7
MpMe  d

(IV.38)

(Rc = Ra) - (Rp+ Fo — 2R,)
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Lassata, necdum satiata®

2Fatiguée, mais non encore rassasiée. Mots empruntés & un vers de Juvénal (VI, 130), dans la
peinture énergique qu’il trace des débordements nocturnes de Messaline. Le vers complet est : Et

lassata viris, necdum satiata recessit.






Résumé

Ce mémoire traite de la dynamique des molécules envisageant une description classique
pour les noyaux et quantique pour la structure électronique. Les approches « Born-
Oppenheimer » et « Car-Parrinello » sont discutées et un nouvel algorithme est présenté
puis validé de par la bonne conservation de I’énergie totale au cours du temps. Il est
ensuite étendu pour simuler ’ensemble canonique et appliqué a la détermination de
caractéristiques spectroscopiques de systémes moléculaires. L’estimation de quantités,
telle I'énergie libre, est considérée a l'aide de la théorie de I’ensemble “blue-moon”.
Cette méthode est appliquée & deux réactions chimiques, mettant en évidence la mise
en défaut de I'approche traditionnelle basée sur 'approximation harmonique. Enfin,

I’estimation de I’énergie de point zéro au dela de cette approximation est abordée.

Mots-clefs
Dynamique moléculaire ab initio — Car-Parrinello — Spectroscopie — Réactivité

chimique — Méthodologie

Abstract

This thesis concerns the dynamics of molecules where the nuclei and electrons are
treated by classical and quantum mechanics, respectively. Both Born-Oppenheimer and
Car-Parrinello approaches are discussed, a novel algorithm is presented and validated by
considering the good conservation of the total energy. This algorithm is then extended
to simulate the canonic ensemble and employed for the determination of spectroscopic
characteristics of molecular systems. By means of “blue-moon” ensemble, the free
energy estimation is considered. This approach is used for two chemical reactions and
shows the failure of the usual approach which is based on the harmonic approximation.

Finally the estimation of zero point energy beyond this approximation is treated.

Keywords
Ab initio molecular dynamic — Car-Parrinello — Spectroscopy — Chemical reactivity —

Methodology



