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Introduction

L’interaction hyperfine est une interaction entre les électrons et les moments multi-

polaires électromagnétiques du noyau [1, 2]. Il s’agit principalement d’une interaction

magnétique entre le champ magnétique généré par les électrons et le moment ma-

gnétique nucléaire [3], et d’une interaction électrique entre le gradient du champ

électrique créé par les électrons et le moment quadripolaire nucléaire [4]. Elle a pour

conséquence une apparition d’une structure de niveaux au sein des niveaux J , ap-

pelées structures hyperfines. La mise en évidence expérimentale de telles structures

nécessite des méthodes spectroscopiques à très haute résolution. Les spectres hyper-

fins que l’on enregistre suite à des transitions entre niveaux hyperfins constituent

des sources d’informations cruciales sur les atomes. Grâce aux structures hyperfines

on peut par exemple accéder à des propriétés nucléaires comme les moments dipo-

laires magnétiques et les moments quadripolaires nucléaires. Pour cette raison, il est

fondamental que les mesures expérimentales de constantes hyperfines soient validées

par des modèles théoriques et vice versa. A titre d’exemple on peut citer le cas de

spectres hyperfins de l’atome d’azote N I mesurés par Jennerich et al [5] à l’aide de

la méthode de spectroscopie laser d’absorption saturée. Les constantes hyperfines,

caractérisant les structures hyperfines mesurées, ont été calculées par Jönsson et

al [6] et ont révélé des écarts importants avec les valeurs expérimentales. Grâce à

une réinterprétation des spectres hyperfins expérimentaux à partir des constantes

hyperfines calculées, il a été démontré [7] que le désaccord est lié à une confusion

entre certaines raies hyperfines avec des signaux crossover ∗. Cet exemple illustre la

fiabilité des méthodes théoriques actuelles dans le calcul des propriétés atomiques.

Certes, la puissance des ordinateurs actuels a beaucoup contribué au développement

de ces méthodes. Parmi ces dernières nous pouvons citer les méthodes multiconfi-

gurationnelles qui sont des méthodes variationnelles et qui permettent d’obtenir des

∗. Un signal crossover est une caractéristique de la méthode d’absorption saturée qui se place
exactement entre deux raies hyperfines.
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fonctions d’onde atomiques de grande qualité. Dans notre laboratoire nous utilisons

deux approches multiconfigurationnelles implémentées dans deux codes de calculs

avec lesquels on peut calculer plusieurs propriétés atomiques.

Le premier code est l’ATSP [8] (Atomic Structure Package) développé par Charlotte

Froese Fischer et ses collaborateurs du groupe COMPAS (Compurational Atomic

Structure) . ATSP utilise la méthode multiconfigurationnelle Hartree-Fock (MCHF)

[1], une méthode de calcul des fonctions d’onde non relativiste, mais qui permet de

traiter les effets relativistes par le biais de l’approximation de Breit-Pauli [1]. Le

deuxième code est le GRASP (General Relativistic Atomic Structure Package) [9]

qui utilise le formalisme purement relativiste de Dirac dans le calcul des fonctions

d’onde et des propriétés atomiques.

Dans le calcul des propriétés atomiques deux effets majeurs doivent faire l’objet

d’une attention particulière : les effets de corrélation électronique et les effets rela-

tivistes. Les premiers nous renseignent au mieux sur les interactions instantanées

des électrons entre eux, alors que les deuxièmes évaluent les effets de la relativité

d’Einstein dans l’étude des atomes.

Dans notre travail nous nous sommes intéressés aux calculs des constantes hyper-

fines des états 2p3(4S)3s5So et 2p3(4S)3p 5P de l’isotope 17O I et des états 2p5 2P o,

2p4(3P )3s 4P , 2p4(3P )3s 2P et 2p4(3P )3p 4So de l’isotope 19F I. Nous pouvons citer

deux raisons principales qui ont motivé cette étude. Les mêmes auteurs qui ont me-

surés les spectres hyperfins de l’azote ont également enregistré des spectres hyperfins

des atomes d’oxygène [10], du fluor [11] et du chlore [12]. Il est donc important de

s’assurer que la présence de crossover n’a pas affecté les mesures des constantes hy-

perfines déduites des spectres, d’autant plus que les atomes d’O I et de F I sont

voisins de l’atome d’azote dans le tableau périodique. Par ailleurs des calculs de

constantes hyperfines de certains états de l’atome de fluor [13] ont fait apparaitre

des effets assez importants de la relativité sur certaines constantes, alors qu’il s’agit

d’un atome léger. Il est donc intéressant d’investiguer davantage ces effets en utili-
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sant les stratégies adéquates [14].

Le plan de la présente thèse est formé de trois chapitres. Dans le premier chapitre

nous décrivons les formalismes théoriques des méthodes non relativistes et relati-

vistes que nous avons utilisées dans le calcul des fonctions d’onde atomiques.

Le deuxième chapitre est consacré à la présentation théorique de l’interaction hy-

perfine qui conduit aux structures hyperfines dont certaines ont fait l’objet de notre

travail de thèse dans les atomes de fluor et d’oxygène.

Les résultats, leurs discussions et analyses sont présentés dans le dernier chapitre.
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Chapitre 1

Méthodes de calculs des fonctions

d’onde atomiques

Dans ce chapitre on se propose de décrire les méthodes de calculs des fonctions d’onde

polyélectronique dans les deux formalismes non relativiste et relativiste. Toutes les

méthodes que nous présentons reposent sur l’approximation du champ central et

le principe variationnel. La combinaison de ces deux méthodes constitue une alter-

native à l’équation de Schrödinger qu’on ne peut pas résoudre pour les atomes à

plusieurs électrons.

La description de l’approximation du champ central ainsi que le principe variationnel

sont abondamment abordés dans les ouvrages de physique atomique et de mécanique

quantique. Nous consacrerons le premier paragraphe à un bref rappel de ces deux

méthodes.

1.1 Approximation du champ central et principe va-

riationnel

La difficulté mathématique dans la résolution mathématique de l’équation de Schrö-

dinger et l’équation relativiste de Dirac relative à un atome polyélectronique réside
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dans la présence du terme
∑
i<j

1

rij
dans l’hamiltonien polyélectronique qui empêche

la séparation des variables angulaires et des variables radiales. L’approximation du

champ central consiste à décrire l’interaction d’un électron i avec les (N − 1) autres

électrons, où N est le nombre d’électrons, par un potentiel central V (ri). Ce qui

revient à remplacer le terme
∑
i<j

1

rij
dans l’hamiltonien non relativiste ou relativiste

par
N∑
i=1

V (ri). Dans ce cas on montre alors que la fonction d’onde polyélectronique

Ψ(q1, q2, .., qN ), où les qi sont à la fois les coordonnées spatiales et de spin de

l’électron i, est un produit de N fonctions monoélectroniques ϕνi(qi) :

Ψ(q1, q2, .., qN ) =
N∏
i=1

ϕνi(qi) (1.1)

Dans les deux formalismes, non relativiste et relativiste, ces fonctions d’onde mo-

noélectroniques ont des formes différentes. Dans le cas non relativiste, elles sont

appelées spin-orbitales et possèdent la forme suivante :

φν(q) =
Pnl(r)

r
Ylml

(θ, ϕ) χσms avec ν = nlmlms (1.2)

C’est un produit d’une partie radiale Rnl =
1

r
Pnl et d’une partie angulaire qui est

le produit d’une harmonique sphérique Ylml
(θ, ϕ) par une fonction de spin χσms .

Dans le cas relativiste les fonctions d’onde monoélectroniques sont les 4-spineurs de

Dirac que nous décrirons en détail dans le paragraphe (1.4.2).

La propriété d’antisymétrie imposée par le principe d’indiscernabilité aux fonctions

d’onde atomiques transforme l’écriture de Ψ en un déterminant, appelé déterminant
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de Slater, dont les éléments sont les fonctions d’onde monoélectroniques :

Ψ =
1√
N !

∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣

φν1(q1) φν1(q2) . . . φν1(qN)

φν2(q1) φν2(q2) . . . φν2(qN)

. . . . . .

. . . . . .

. . . . . .

φνN (q1) φνN (q2) . . . φνN (qN)

∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣

(1.3)

Nous verrons plus loin que des fonctions d’onde mieux adaptées aux symétries des

hamiltoniens polyélectroniques non relativiste et relativiste que Ψ sont en général

des combinaisons linéaires de déterminants de Slater. Ces fonctions sont appelées

fonctions d’état de configuration (CSF).

Dans les expressions des CSF, les inconnues sont les parties radiales des fonctions

d’onde monoélectroniques. Dans les approches que nous présentons dans les para-

graphes suivants, elles sont déterminées à l’aide de méthodes variationnelles. Ces

méthodes qui reposent sur le principe variationnel, sont une autre formulation du

problème aux valeurs propres. En effet, selon ce principe toute fonction d’onde Ψ

qui laisse la fonctionnelle énergie

E(Ψ) =
⟨Ψ|H|Ψ⟩
⟨Ψ|Ψ⟩

(1.4)

stationnaire pour toute variation δΨ est fonction propre de l’hamiltonien H. Dans

les méthodes Hartree-Fock et Dirac-Hartree-Fock, les paramètres variationnels sont

les fonctions radiales.
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1.2 Méthode multiconfigurationnelle Hartree-Fock

La méthode multiconfigurationnelle Hartree-Fock (MCHF) est une méthode non re-

lativiste. C’est donc une approche destinée à étudier les atomes légers. Les effets

relativistes peuvent néanmoins être introduits par le biais de l’approximation de

Breit-Pauli (voir le paragraphe 1.6). Le développement de la méthode multiconfigu-

rationnelle a été précédé par celui de la méthode Hartree-Fock dont on peut trouver

tous les détails dans la référence [15]. Nous présentons dans le paragraphe suivant un

résumé succinct de cette méthode qui de toute façon est un préambule indispensable

à la méthode MCHF.

1.2.1 La méthode Hartree-Fock

Dans la méthode Hartree-Fock (HF), qui est une méthode variationnelle, la fonc-

tionnelle énergie (1.4) est la valeur moyenne de l’hamiltonien non relativiste Hnr :

Hnr =
N∑
i=1

(
−1

2
∇2

i −
Z

ri

)
+
∑
i<j

1

rij
en unités atomiques. (1.5)

Les fonctions d’état de configuration sont les fonctions propres de l’ECOC formés par

Hnr, L2, Lz, S2, Sz, P , où L, et S sont, respectivement, les moments cinétiques

orbital total et de spin total. P est l’opérateur parité. Les CSF sont notées ψ(γLS),

ou γ est la configuration électronique et tout autre nombre quantique permettant

de définir sans ambiguïté la CSF. Pour une configuration γ donnée :

(n1l1)
w1(n2l2)

w2 ...(nili)
wi ...(nmlm)

wm (1.6)
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où wi est le nombre d’électrons équivalents dans l’orbitale (nili), la fonctionnelle

énergie E(γLS) est alors donnée par l’expression suivante :

E(γLS) =
m∑
i=1

wiI(nili) +
1

2

m∑
i=1

m∑
j=1

li+lj∑
k=|li−lj |

wiwj

[(
1− δij

wj

)
fk(li, lj)

×F k(nili, njlj) + (1− δij)gk(li, lj)G
k(nili, njlj)

]
(1.7)

où nous supposons que les fonctions radiales vérifient les conditions d’orthonorma-

lisation :

⟨nil|njl⟩ =
∫ ∞

0

Pnil(r)Pnj l(r)dr = δninj
. (1.8)

Dans (1.7) I(nili), F k(nili, njlj) et Gk(nili, njlj) sont des cas particuliers des inté-

grales monoélectroniques I(nili, njlj) et biélectroniques Rk(nili, nlj;nsls, ntlt) défi-

nies comme suit :

I(nili, njlj) = −1

2
δlilj

∫ ∞

0

Pnili(r)LPnj lj(r) dr avec L =
d 2

dr2
+
2Z

r
− l(l + 1)

r 2
(1.9)

Rk(nili, nlj;nsls, ntlt) =

∫ ∞

0

∫ ∞

0

Pnili(r1)Pnj lj(r2)
rk<
rk+1
>

Pnsls(r1)Pntlt(r2)dr1 dr2

(1.10)

où r< = min(r1 , r2), r> = max(r1 , r2).

Les Rk, appelées intégrales généralisées de Slater, définissent les intégrales F k et Gk,

appelées respectivement intégrales directes et d’échange, par les relations suivantes :

F k(nili, njlj) = Rk(nili, njlj; nili, njlj)

Gk(nili, njlj) = Rk(nili, njlj; njlj, nili)

(1.11)

Enfin, fk et gk sont appelés coefficients angulaires car leurs valeurs sont le résultats

des intégrales angulaires par rapport aux coordonnées θ, φ et de spin.

Connaissant l’expression de l’énergie E(γLS), nous pouvons maintenant appliquer

le principe variationnel en tenant compte des conditions d’orthonormalisation des

12



orbitales nl. Celles-ci sont introduites dans la procédure variationnelle par la mé-

thode des multiplicateurs de Lagrange. La fonctionnelle énergie est alors remplacée

par la fonctionnelle F(γLS) tel que :

F(γLS) = E(γLS) +
m∑
i=1

wiλii

∫ ∞

0

P 2
nili

(r1) dr1

+
m∑
i=1

m∑
j ̸=i

δliljwiwjλij

∫ ∞

0

Pnili(r1)Pnj lj(r1) dr1 (1.12)

Le deuxième terme représente la condition de normalisation des fonctions radiales

pour un ensemble d’électrons équivalents alors que le troisième terme caractérise la

condition d’orthogonalité des états monoélectroniques d’électrons non équivalents.

Les λii et les λij sont les paramètres de Lagrange diagonaux et non diagonaux.

Imposer la stationnarité de F(γLS) pour toute variation δPnili(r) conduit alors à

l’équation Hartree-Fock pour la fonction radiale Pnili(r) :

(
d2

dr2
+

2

r
[Z − Y (nili; r)]−

li(li + 1)

r2
− εnili, nili

)
Pnili(r)

=
2

r
X(nili; r) +

∑
j ̸=i

δliljεnili, nj ljPnj lj(r). (1.13)

En appliquant le processus variationnel à l’ensembles des fonctions radiales nous ob-

tenons un ensemble d’équations couplées intégro-différentielles dépendant de toutes

les fonctions radiales.

Dans (1.13) (2/r)Y (nili; r) et (2/r)X(nili; r) sont, respectivement, les potentiels

coulombien et d’échange, avec

Y (nili; r) =
∑
j,k

wj

(
1− δij

wj

)
fk(li, lj)Y

k(njlj, njlj; r) (1.14)

X(nili; r) =
∑
j ̸=i,k

wj gk(li, lj)Y
k(nili, njlj; r)Pnj lj(r) (1.15)
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où

Y k(nili, njlj ; r) = r

∫ ∞

0

rk<
rk+1
>

Pnili(s)Pnj lj(s) ds

=

∫ r

0

(s
r

)k
Pnili(s)Pnj lj(s) ds

+

∫ ∞

r

(r
s

)k+1

Pnili(s)Pnj lj(s) ds (1.16)

Les paramètres d’énergie diagonaux εnili,nili et non-diagonaux εnili,nj lj sont reliés

aux paramètres de Lagrange par les relations suivantes :

εnili,nili =
2λii
wi

, εnili,nj lj =
λij
wi

. (1.17)

La résolution des équations HF est effectuée suivant une procédure itérative. A partir

d’un premier ensemble de fonction radiales hydrogénoïdes, on calcule les potentiel

Y et X, ainsi que les paramètres εnili,nili et εnili,nj lj . Grâce aux données obtenues

nous résolvons le système d’équations. Nous répétons les étapes précédentes avec les

nouvelles fonctions radiales, jusqu’à convergence du processus.

1.2.2 Corrélation électronique : la méthode multiconfigura-

tionnelle Hartree-Fock

Lorsqu’on calcule des propriétés atomiques comme les constantes hyperfines à l’aide

de CSF de type ψ(γLS) issues de calculs HF, on se rend compte de l’insuffisance

de la qualité de ces CSF dans la représentation des états atomiques. Le constat est

établi en comparant les calculs HF avec les résultats expérimentaux. Ceci est dû au

fait que la CSF ψ(γLS) est le résultat de l’approximation du modèle des électrons

indépendants. Ce qui implique que les mouvements des électrons, les uns par rapport

aux autres, où en d’autres termes les effets de corrélation électronique ne sont pas

pris en charge correctement.
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La méthode multiconfigurationnelle Hartree-Fock est une correction au modèle Hartree-

Fock, qui tient compte des effets de corrélation en considérant que la fonction d’onde

Ψ(γLS) représentant un état atomique devrait s’écrire comme une combinaison li-

néaire de CSF de type ψ(γLS) :

Ψ(γLS) =
Nc∑
i=1

ciψ(γiLS) avec
Nc∑
i

c2i = 1 (1.18)

où Nc est le nombre de CSF dans le développement de Ψ. La fonction d’onde Ψ(γLS)

est désormais appelée fonction d’état atomique (ASF). La justification de (1.18) peut

être obtenue à partir d’un traitement par la théorie des perturbations du terme∑
i<j

1

rij
[1].

L’expression de la fonction énergie est dans ce cas plus complexe puisqu’elle contient

des éléments de matrice diagonaux et non diagonaux de l’hamiltonien :

E(γLS) = ⟨Ψ(γLS)|Hnr|Ψ(γLS)⟩ =
∑
s

c2iH
nr
ss + 2

∑
s<t

csctH
nr
st (1.19)

Les éléments de matrice diagonaux ont la même forme que l’expression (1.7), alors

que les non diagonaux sont des combinaisons linéaires d’intégrales généralisées de

Slater et d’intégrales mono-électroniques pondérées par des coefficients provenant

de l’intégration angulaire :

Hst =
∑
ab

qstabI(a, b) +
∑
abcd;k

vstabcd;kR
k(ab, cd) (1.20)

où a ,b ,c et d sont les couches interagissantes nl des configurations s et t.

La matrice hamiltonienne H̃nr est appelée matrice d’interaction de sorte que lorsque

Hnr
st = 0 , nous dirons que les deux CSF ψ(γsLsSs) et ψ(γtLtSt) n’interagissent pas.

Hnr
st ̸= 0 si les configurations γs et γt diffèrent au plus de deux orbitales, possèdent

la même parité et si les deux CSF ψ(γsLsSs) et ψ(γtLtSt) ont la même symétrie,

soit Ls = Lt et Ss = St.
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Le principe variationnel s’applique cette fois-ci à la fonctionnelle F(γLS) suivante :

F(γLS) = E(γLS) +
∑
a≤b

δlalbλab⟨a|b⟩ − E
M∑
s=1

c2s. (1.21)

Alors que le deuxième terme exprime les contraintes d’orthonormalisation des fonc-

tions radiales, le troisième impose la vérification de la relation entre les coefficients

ci (voir équation 1.18).

Lorsqu’on applique la condition de stationnarité à la fonctionnelle F(γLS) en fai-

sant varier les fonctions radiales nous obtenons, comme pour les équations HF, un

ensemble d’équations couplées intégro-différentielles, appelées équations MCHF, dé-

pendant à la fois des fonctions radiales et des coefficients ci.

Imposer la stationnarité à la fonctionnelle énergie par variation de chaque coefficient

ci conduit au système d’équations suivants :

(H̃nr − ẼĨ)C̃ = 0 (1.22)

où Ĩ est la matrice unitaire formée des éléments suivant :

Iij = ⟨ψ(γiLS)|ψ(γjLS)⟩ . (1.23)

La matrice C̃ est composée des Nc vecteurs orthonormés (c1, c2, ..., cNc)
t, alors que

Ẽ est une matrice diagonale dont les éléments sont les Nc valeurs des énergies cor-

respondant aux Nc fonctions propres issues du calcul.

Les équations MCHF et aux valeurs propres (1.22) sont couplées par l’intermédiaire

des coefficients d’interaction de configurations qui apparaissent dans les deux sys-

tèmes d’équations. En effet les contributions Y k(nili, nili; r) et Y k(nili, njlj; r) aux

potentiels de Coulomb (2/r)Y (nl; r) et d’échange (2/r)X(nl; r) sont pondérées par

les coefficients diagonaux c2i /qnl,nl, alors que dans la fonction Inl elles sont pondérées

par les coefficients d’interaction cicj/qnl,nl. D’autre part les coefficients ci obtenus
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par la résolution du système (1.22) dépendent de la base d’orbitales {Pnili} employée

pour la construction de la matrice d’interaction de configurations. A cause de l’exis-

tence de ce couplage entre les deux systèmes d’équations, la résolution des équations

MCHF se fait par itération, chaque cycle étant composé de deux étapes :

1. A partir d’une base d’orbitales radiales {Pnili(r)}, on résout le système sécu-

laire (1.22) pour obtenir les coefficients {ci}

2. Connaissant cet ensemble de coefficients {ci}, on détermine ensuite les fonc-

tions radiales {Pnili(r)} en résolvant les équations radiales MCHF.

Ces deux étapes sont répétées jusqu’à convergence de l’énergie totale, des vecteurs

propres et des distributions radiales.

1.3 Méthode d’interaction de configurations

En théorie le nombre de CSF Nc dans le développement d’une fonction d’onde ato-

mique est infini pour rendre compte de tous les effets de corrélation électronique.

Dans la pratique ce nombre est évidemment fini. La résolution des équations MCHF

se complique davantage pour les grandes valeurs de Nc, d’une part en raison des res-

sources informatiques qui deviennent de plus en plus "gourmandes" et d’autre part

en raison de problèmes de convergence liés aux méthodes numériques de résolution

des équations. La méthode d’interaction de configuration (CI) permet d’augmenter

le nombre de CSF mais en se limitant uniquement à calculer les coefficients ci. Ce

qui revient à résoudre le système d’équations (1.22) qui consiste à diagonaliser la

matrice hamiltonienne. Les fonctions radiales utilisées dans le calcul des éléments

de matrice proviennent de calculs MCHF préalables.
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1.4 Méthode multiconfigurationnelle Dirac-Hartree-

Fock

Dans la méthode multiconfigurationnelle Dirac-Hartree-Fock, dont le principe de

base est le même que celui de la méthode MCHF, les fonctions radiales monoélec-

troniques possèdent des formes différentes en raison de leurs caractères relativistes.

Dans ce paragraphe nous allons rappeler succinctement les étapes de la théorie

relativiste qui conduisent aux équations intégro-différentielles permettant la déter-

mination des fonctions radiales relativistes.

1.4.1 Équation de Klein-Gordon

Le point de départ de la théorie relativiste est l’équation de Klein-Gordon qui est

l’équivalent relativiste de l’équation de Schrödinger d’une particule libre dépourvue

de spin. En mécanique quantique, l’équation d’onde relativiste d’un électron libre

décrit par la fonction Ψ(r, t), s’obtient en effectuant les substitutions suivantes :

E −→ iℏ
∂

∂t
(1.24)

p −→ −iℏ∇ (1.25)

dans l’expression de l’énergie :

E2 = p2c2 +m2
ec

4 (1.26)

soit

−ℏ2
∂2

∂t2
Ψ(r, t) =

(
−ℏ2∆+m2

ec
4
)
Ψ(r, t) (1.27)

Pour démontrer que l’équation de Klein-Gordon est un invariant relativiste il est

intéressant de donner sa forme covariante. Pour cela on rappelle qu’en mécanique

relativiste on définit le 4-vecteur énergie-impulsion par pµ = (
E

c
,p) qui s’écrit en
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mécanique quantique pµ =

(
i
ℏ
c

∂

∂t
,−iℏ∇

)
= iℏ∂µ où le vecteur covariant ∂µ =

∂

∂xµ
,

avec xµ = (x0, x1, x2, x3) = (ct, x, y, z). L’équation devient alors :

[
∂µ∂µ +

m2
ec

2

ℏ2

]
Ψ(r, t) = 0, (1.28)

en utilisant la notation d’Einstein ∂µ∂µ =
∑3

µ=0 ∂
µ∂µ. En raison de l’invariance de

l’opérateur ∂µ∂µ par transformation de Lorentz, l’équation (1.27) est un invariant

relativiste.

Parmi les propriétés issues de la résolution de l’équation de Klein-Gordon, nous

allons nous intéresser à la densité de probabilité de présence de la particule ρ = Ψ∗Ψ.

Comme dans le formalisme de Schrödinger, la conservation de la probabilité totale

est exprimée par l’équation de continuité :

∂µj
µ = divj +

∂ρ

∂t
= 0, (1.29)

où jµ = (cρ, j) est le quadrivecteur densité de courant, avec :

j =
ℏ

2ime

[Ψ∗∇Ψ−Ψ∇Ψ∗] et ρ =
iℏ

2mec2

[
Ψ∗∂Ψ

∂t
−Ψ

∂Ψ∗

∂t

]
(1.30)

L’équation de Klein-Gordon étant du second ordre par rapport au temps, sa réso-

lution dépend non seulement de Ψ(r, 0) mais aussi de
∂Ψ(r, 0)

∂t
. Comme ces deux

dernières sont indépendantes l’une de l’autre, rien n’empêche ρ de prendre des va-

leurs négatives. Ce mauvais résultat est un échec de l’équation de Klein-Gordon qui

a conduit à de nouvelles réflexions pour trouver l’équivalent de l’équation relativiste

d’un électron libre. À ce stade, la théorie de Klein-Gordon n’explique pas également

la présence des énergies négatives qui découlent de l’équation (1.26) ainsi que le spin

de l’électron. Si plus tard le problème des états d’énergie négative a été résolu par la

découverte des antiparticules, l’équation de Klein-Gordon ne reste applicable qu’aux

particules de spin égal à 0.
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1.4.2 Équations de Dirac pour les atomes hydrogénoïdes

Afin de résoudre le problème des valeurs négatives des densités de probabilité, Dirac

pensa qu’il fallait chercher une équation qui soit d’ordre un par rapport au temps

et à l’espace afin de satisfaire une exigence de la relativité qui met sur le même pied

d’égalité la coordonnée temporelle et les coordonnées spatiales. L’équation trouvée

par Dirac possède la forme suivante :

iℏ
∂Ψ

∂t
=
(
cα1p1 + cα2p2 + cα3p3 + βmc2

)
Ψ =

(
−iℏcαk∂k + βmec

2
)
Ψ (1.31)

avec k = 1, 2, 3. À ce niveau les coefficients αi et β sont des inconnus. Cette équation

doit avoir trois propriétés essentielles : vérifier la relation liant l’énergie totale d’une

particule libre à son impulsion, conduire à une équation de continuité de la densité

de probabilité et être un covariant de Lorentz. Dirac montra alors que c’est le cas si

les coefficients αi et β s’écrivent sous la forme de matrices 4× 4 :

α1 =

 0 σ1

σ1 0

 , α2 =

 0 σ2

σ2 0

 , α3 =

 0 σ3

σ3 0

 , β =

1 0

0 −1

 (1.32)

où les σi sont les matrices 2× 2 de Pauli, alors que 1 et 0 sont, respectivement, les

matrices identité et nulle de dimension 2× 2.

Par conséquent (1.31) est un ensemble de quatre équations, où la fonction d’onde Ψ

n’est plus un scalaire comme c’est le cas dans l’équation de Schrödinger mais une

matrice colonne à quatre composantes appelée quadrispineur (4-spineur). En général
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on écrit Ψ sous la forme suivante :

Ψ =

ζ
η

 (1.33)

où ζ et η sont des bispineurs appelés respectivement grandes composantes et petites

composantes. Ces appellations se justifient dans l’utilisation de la limite non relati-

viste aux équations de Dirac (1.31) où l’on montre que ζ ≫ η.

Comme nous l’avons fait pour l’équation de Klein-Gordon, nous donnons également

la forme covariante de l’équation de Dirac à partir de laquelle on démontre son

invariance par rapport aux transformations de Lorentz. Pour cela nous introduisons

les nouvelles matrices γµ = (γ0, γi), avec :

γ0 ≡ β =

1 0

0 −1

 , γi ≡ βαi =

 0 σi

−σi 0

 (1.34)

La forme covariante de l’équation de Dirac est alors :

[
−iγµ∂µ +

mec

ℏ

]
Ψ = 0 (1.35)

Nous écrirons dans la suite l’équation de Dirac (1.31) pour une particule libre comme

suit :

iℏ
∂Ψ

∂t
=
(
cα · p+ βmc2

)
Ψ avec α = (α1, α2, α3). (1.36)

L’hamiltonien de Dirac pour une particule libre est donc donné par :

HD = cα · p+ βmc2 (1.37)

L’hamiltonien de Dirac décrivant un électron soumis à un champ électromagnétique
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représenté par le potentiel vecteur A(r) et le potentiel scalaire ϕ(r) s’obtient en

effectuant dans (1.37) les substitutions suivantes :

HD −→ HD − qϕ

p −→ p− qA avec q = −e

soit :

HD = cα · (p+ eA) + βmc2 − eϕ (1.38)

Ci-dessous nous rappelons l’expression de l’hamiltonien non relativiste de Schrödin-

ger pour un électron soumis au même champ électromagnétique :

HS =
1

2m
(p+ eA)− eϕ (1.39)

La comparaison est intéressante pour indiquer que dans le formalisme de Schrödinger

le spin de l’électron est complètement absent alors qu’il est présent naturellement

dans celui de Dirac. En effet l’application de la limite non relativiste à l’hamiltonien

(1.38) conduit à l’hamiltonien de Pauli qui s’écrit :

HP =
1

2m
(p+ eA)2 − eϕ− g

eℏ
2m

s ·B (1.40)

On reconnait dans le dernier terme l’interaction du moment magnétique de spin

Ms = g
eℏ
2m

s avec le champ magnétique externe B, où g est le facteur de Landé

électronique dont la valeur est approximativement égal à 2.

Pour l’électron de l’atome d’hydrogène soumis à un potentiel ϕ(r) = −Z
r

en unités

atomiques, en l’absence de potentiel vecteur (A = 0), l’hamiltonien s’écrit :

HD = cα · p+ βmc2 − Z

r
(1.41)

En raison des relations de commutation qui existent entre HD et les moments ciné-
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tiques orbital l ([HD, l] = −iα ∧ p), spin s ([HD, s] = iα ∧ p) et total j = l + s

([HD, j] = 0), nous déduisons que l’ensemble des trois observables HD, j2 et jz

constituent un ECOC auquel nous lui rajoutons l’opérateur parité P qui s’écrit dans

le cas relativiste βP . Une fonction propre commune à l’ECOC {HD,J
2, Jz, βP} qui

tiendrait compte des symétries de l’hamiltonien HD pourrait s’écrire comme suit :

Ψ(r) =

 ζ(r)

η(r)

 =
1

r

 P (r)Ωljmj
(θ, ϕ)

iQ(r)Ωl
′
jmj

(θ, ϕ)

 , (1.42)

P (r) et Q(r) sont, respectivement, les fonctions radiales de la grande composante

et de la petite composante, alors que Ωljmj
(θ, ϕ) sont les bi-spineurs de Dirac. Ils

s’expriment en fonction des harmoniques sphériques Ylml
(θ, ϕ) et des fonctions de

spin χs(ms) comme suit :

Ωljmj
(θ, ϕ) =

∑
ml,ms

⟨lml
1

2
ms|jmj⟩Ylml

(θ, ϕ)χs(ms). (1.43)

Dans (1.42) l et l′ sont reliées par les relations suivantes :

l
′
=


l + 1 pour j = l + 1

2

l − 1 pour j = l − 1
2

(1.44)

Elles expriment le fait que la grande composante et la petite composante ont des

parités opposées.

En théorie relativiste on définit le nombre quantique κ :

κ = ±
(
j +

1

2

)
pour l = j ± 1

2
. (1.45)

Dans la table 1.1 nous donnons les valeurs possibles de κ déduites à partir des valeurs

de l et de j.
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Table 1.1 – Valeurs de κ déduite des valeurs de l et j.

l s p p d d f f g g

j 1
2

1
2

3
2

3
2

5
2

5
2

7
2

7
2

9
2

κ −1 1 −2 2 −3 3 −4 4 −5

κ permet de remplacer à la fois j et l. Ainsi les bi-spineurs de Dirac Ωljmj
(θ, ϕ)

deviennent Ωκm(θ, ϕ) où m = mj.

Tenant compte de (1.41), (1.32) et (1.42), l’équation de Dirac :

HDΨ = EΨ (1.46)

conduit aux équations suivantes :

c σ.p η(r) +

(
mc2 − Z

r

)
ζ(r) = Eζ(r)

c σ.p ζ(r)−
(
mc2 +

Z

r

)
η(r) = Eη(r) (1.47)

qui permettent de déterminer les fonctions radiales et les énergies associées aux états

propres des systèmes hydrogénoïdes.

En effet en remplaçant ζ(r) et η(r) par leurs expressions et en explicitant l’action

de l’opérateur σ.p sur ces fonctions [16], nous obtenons les équations suivantes :

(
d

dr
+
κ

r

)
P (r)− 1

ℏc

(
E +mc2 +

Z

r

)
Q(r) = 0(

− d

dr
+
κ

r

)
Q(r) +

1

ℏc

(
−E +mc2 − Z

r

)
P (r) = 0 (1.48)

On peut trouver le détail de la résolution de ces équations différentielles de type hy-
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pergéométrique dans les références [17] et [18]. Les fonctions radiales ζ(r) et η(r), so-

lutions de ces équations, s’expriment à l’aide de fonctions hypergéométriques. Leurs

expressions complètes sont données dans la page 69 de la référence [17]. Elles dé-

pendent des nombres quantiques n, l et j ou de n et κ. La condition d’orthonorma-

lisation des fonctions radiales s’expriment comme suit :

∫ ∞

0

(PaPb +QaQb)dr = δab avec a = (na, κa) et b = (nb, κa), (1.49)

l’égalité κa = κb étant imposée par l’orthonormalisation des harmoniques sphériques.

Les fonctions d’onde, solutions de l’équation de Dirac, en fonction des nombres

quantiques n, κ et m s’écrivent comme suit :

ψnκm(r) =

 ζnκm(r)

ηnκm(r)

 =


Pnκ(r)

r
Ωκm(θ, ϕ)

iQnκ(r)
r

Ω−κm(θ, ϕ)

 (1.50)

Nous les appellerons désormais les 4-spineurs de Dirac.

La résolution des équations (1.48) conduit également aux spectres des atomes hy-

drogénoïdes. Les énergies sont données par l’expression suivante :

ED
nj = mc2


1 +

 αZ

n− j − 1
2
+
√(

j + 1
2

)2 − α2Z2

2
− 1

2
 (1.51)

en prenant comme référence des énergies, l’énergie au repos mc2 de l’électron.

Enfin nous terminons ce rappel sur la théorie de Dirac relative aux atomes hydro-

génoïdes en donnant un exemple d’écriture de 4-spineurs de Dirac (1.42) pour un

électron 2p pour lequel les nombres quantiques n, l, j et l′ prennent les valeurs

suivantes :

n = 2, l = 1, j =
1

2
, l

′
= 0
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Dans ce cas la fonction de Dirac pour mj =
1
2

s’écrit :

ψ2p1/2mj=1/2(r) =
1

r



P2 1
2
(r)
(
− 1√

3

)
Y10(θ, ϕ)χ1/2(1/2)

P2 1
2
(r)
(
−

√
6
3

)
Y11(θ, ϕ)χ1/2(−1/2)

iQ2 1
2
(r)Y00(θ, ϕ)χ1/2(1/2)

0


(1.52)

Pour j = 3
2
, l′ = 2. Dans ce cas la fonction d’onde pour mj =

1
2

s’écrit :

ψ2p3/2mj=1/2(r) =
1

r



P2 3
2
(r)
(√

6
3

)
Y10(θ, ϕ)χ1/2(1/2)

P2 3
2
(r)
(√

3
3

)
Y11(θ, ϕ)χ1/2(−1/2)

iQ2 3
2
(r)
(
− 2√

10

)
Y20(θ, ϕ)χ1/2(1/2)

iQ2 3
2
(r)
(√

3
5

)
Y21(θ, ϕ)χ1/2(−1/2)


(1.53)

1.4.3 Équations de Dirac-Hartree-Fock

Hamiltonien polyélectronique relativiste

Une première généralisation de la théorie de Dirac aux atomes à plusieurs électrons

est de prendre l’hamiltonien HDC de Dirac-Coulomb :

HDC =
∑
i

HD(i) +
∑
i<j

1

rij
(1.54)

Le deuxième terme dans l’hamiltonien de Dirac-Coulomb qui représente l’interaction

instantanée de Coulomb est insuffisant pour décrire l’interaction électron-électron.

En effet, les interactions magnétiques entre les différents moments magnétiques des

électrons sont absentes. De plus, en raison de la vitesse finie de la lumière en relati-

vité, il faudra également tenir compte des effets de retard. Tous ces effets sont inclus

26



dans l’opérateur de Breit, appelé également interaction de Breit, qui pour une paire

d’électrons (i, j) s’écrit :

HBij
= −αi ·αj

rij
+

1

2

[
αi ·αj

rij
− (αi · rij)(αj · rij)

r3ij

]
(1.55)

Le premier terme représente les interactions magnétiques au sein de la paire d’élec-

trons alors que les termes entre crochets sont dûs aux effets de retard. Pour les N

électrons de l’atome, l’opérateur de Breit s’écrit :

HB = −
N∑
i<j

1

2rij

[
αi ·αj −

(αi · rij)(αj · rij)

r2ij

]
(1.56)

L’hamiltonien total qui est la somme de l’opérateur de Dirac-Coulomb et l’opérateur

de Breit, noté HDCB et appelé hamiltonien Dirac-Coulomb-Breit, s’écrit alors :

HDCB =
∑
i

HD(i) +
∑
i<j

(
1

rij
+HBij

)
(1.57)

Fonctions d’onde polyélectroniques relativistes

Comme pour l’équation de Schrödinger relative à un atome polyélectronique, la

résolution de l’équation de DiracHDCΨ = EΨ est impossible en raison de la présence

du terme
∑ 1

rij
dans l’hamiltonien HDC . L’utilisation de l’approximation du champ

central où l’on remplace ce terme par un potentiel central conduit, comme solution

de la fonction d’onde, à un produit antisymétrisé de 4-spineurs de Dirac (1.50) qui

a la forme d’un déterminant appelé déterminant de Slater (DS) :
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DS =
1√
N !

∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣

ψn1κ1m1(q1) ψn1κ1m1(q2) ... ψn1κ1m1(qN)

ψn2κ2m2(q1) ψn2κ2m2(q2) ... ψn2κ2m2(qN)

. . ... .

. . ... .

ψnNκNmN
(q1) ψnNκNmN

(q2) ... ψnNκNmN
(qN)

∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣

(1.58)

Comme pour les atomes hydrogénoïdes, l’ECOC polyélectronique est formé par les

observables H,J2, Jz, βP , où H est l’hamiltonien de l’approximation du champ cen-

tral, J est le moment cinétique électronique total et βP l’opérateur d’inversion

dans sa version relativiste. La construction des états propres communs aux éléments

de l’ECOC est effectuée en couplage jj. Les fonctions d’onde qui tiennent compte

des symétries de l’hamiltonien polyélectronique sont en général des combinaison de

déterminants de Slater (1.58). Elles sont appelées fonction d’état de configuration

(CSF) et sont notées ψ(γJMJπ), où π est la parité :

ψ(γJMJπ) =
∑
i

ai(DS)i (1.59)

Équations de Dirac-Hartree-Fock

Les équations Dirac-Hartree-Fock (DHF) sont l’analogue relativiste des équations

Hartree-Fock. Elles permettent de calculer les fonctions radiales qui sont présentes

dans les déterminants de Slater qui forment les développements des CSF ψ(γJMJπ).

Elles sont obtenues par application du principe variationnel en utilisant l’hamilto-

nien de Dirac-Coulomb HDC . Les effets contenus dans l’opérateur de Breit sont

traités indépendamment par la théorie des perturbations.

L’expression générale d’un élément de matrice Hrs de HDC dans la base des CSF

{ψ(γJMJπ)} s’écrit comme des produits de facteurs angulaires et d’intégrales ra-
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diales :

Hrs =
∑
a

t(a, b)I(a, b)δκa,κb
+
∑
abcd;k

vkrs(abcd)R
k(ab, cd) (1.60)

Les lettres a, b, c et d représentent les états monoélectroniques caractérisés par les

nombres quantiques n et κ. t(a, b) et vkrs(abcd) sont les coefficients angulaires alors

que I(a, b) et Rk(ab, cd) sont respectivement les intégrales monoélectroniques et les

intégrales généralisées de Slater. Ces dernières s’expriment comme suit :

I(a, b) =

∫ ∞

0

{
cQa(r)

(
d

dr
+
κa
r

)
Pb(r)− cPa(r)

(
d

dr
− κa

r

)
Qb(r)

−Z
r

(
Pa(r)Pb(r) +Qa(r)Qb(r)

)
− 2mc2Qa(r)Qb(r)

}
dr (1.61)

Rk(ab, cd) =

∫ ∞

0

∫ ∞

0

[
Pa(r1)Pc(r1) +Qa(1)Qc(r1)

]
× rk

rk+1
>

[
Pb(r2)Pd(r2) +Qb(r2)Qd(r2)

]
dr1dr2 (1.62)

où r< = min(r1, r2), r> = max(r1, r2).

L’approche Dirac-Hartree-Fock étant monoconfigurationnelle (la fonction d’onde est

formée d’une seule CSF ψ), il existe un seul élément de matrice de l’hamiltonien

HDC que l’on identifie à l’énergie E = ⟨ψ |HDC|ψ⟩. Dans ce cas l’intégrale mono-

électronique I(a, b) devient I(a, a) = I(a) alors que l’intégrale généralisée Rk(ab, cd)

conduit à deux intégrales particulières :

F k(ab) = Rk(ab, ab) et Gk(ab) = Rk(ab, ba)

L’application du principe variationnel pour minimiser l’énergie E tout en exigeant

l’orthonormalisation des fonctions d’onde monoélectroniques par la méthode des

multiplicateurs de Lagrange conduit aux équations de Dirac-Hartree-Fock :
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
−Z
r
+ Y (a; r) +X(a; r) −c

[
d

dr
− κa

r

]
c

[
d

dr
+
κa
r

]
−Z
r
+ Y (a; r) +X(a; r)− 2c2


(
Pa(r)

Qa(r)

)

=
∑
b

ϵabδκaκb

(
Pb(r)

Qb(r)

)
(1.63)

ϵab =
λab
qa

où λab sont les paramètres de Lagrange et qa est le nombre d’électrons

dans l’orbitale a.

C’est un ensemble d’équations intégro-différentielles qui dépend de toutes les fonc-

tions radiales des orbitales relativistes que l’on résout, comme pour les équations

HF, par une procédure du champ auto-cohérent. Les fonctions de départ sont soit

des fonctions hydrogénoïdes, soit des fonctions issues du modèle de Thomas-Fermi

[19].

1.4.4 Équations Multiconfigurationnelles Dirac-Hartree-Fock

L’approche multiconfigurationnelle Dirac-Hartree-Fock (MCDHF) permet de tenir

compte des effets de corrélations qui sont ignorés dans la méthode DHF. Dans la

méthode MCDHF un état atomique est décrit par une fonction d’onde, appelée

fonction d’onde atomique (ASF) Ψ(γJMJπ) qui s’écrit comme une superposition de

CSF ψ(γJMJπ) (1.59) :

Ψ(γπJMJπ) =
Nc∑
i=1

ciψ(γiJMJπ) (1.64)

où Nc est le nombre de CSF dans le développement de l’ASF.

Les conditions de normalisation de l’ASF et de l’orthonormalisation des CSF im-
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posent la relation suivante pour les coefficients de mélange :

Nc∑
i=1

c2i = 1 (1.65)

Comme dans la méthode MCHF nous avons deux types d’inconnues dans l’expression

de la fonction d’onde (1.64), les fonctions radiales et les coefficients ci. Les équations

MCDHF sont obtenues en imposant la stationnarité de la fonctionnelle énergie en

faisant varier les coefficients ci d’une part et les fonctions radiales d’autre part. La

matrice associée à l’hamiltonien de Dirac-Coulomb est de dimension Nc × Nc. La

forme générale des éléments de matrice est donnée par (1.60). Le processus varia-

tionnel lié aux fonctions radiales conduit à autant d’équations intégro-différentielles

que d’orbitales définissant le développement de la fonction d’onde atomique (1.64)

alors que celui lié aux coefficients ci conduit à des équations de type (1.22). Ces der-

nières expriment la diagonalisation de la matrice de l’hamiltonien qui aboutit aux

calculs de ces coefficients. La même procédure itérative de résolution pour obtenir à

la fois les fonctions radiales et les coefficients ci expliquée dans la méthode MCHF

est valable pour l’approche MCDHF.

1.5 Méthode relativiste d’interaction de configura-

tion

Comme expliqué dans le paragraphe 1.3, les calculs d’interaction de configurations

permettent d’augmenter la taille du développement des fonctions d’onde atomiques

et donc d’inclure plus d’effets de corrélation. Sauf que cette fois-ci on se limite à

calculer uniquement les coefficients ci en diagonalisant la matrice hamiltonienne,

les fonctions radiales utilisées sont celles obtenues au préalable dans des calculs

multiconfigurationnels.

Mais dans les calculs RCI le code de calcul GRASP nous permet aussi de calculer
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les corrections liées à l’opérateur de Breit et d’introduire éventuellement d’autres

corrections d’électrodynamique quantique, appelés en général effets QED, comme la

self-énergie et la polarisation du vide. La self-énergie est le résultat d’une interaction

de l’électron avec le champ associé au photon virtuel émis et réabsorbé par l’électron

lui-même alors que la polarisation du vide est due a la création d’une paire virtuelle

électron-positron par l’échange d’un photon virtuel entre l’électron et le noyau [20].

Il existe une deuxième méthode de type RCI que l’on note RCI-P où la lettre P fait

référence à l’approximation de Pauli qui consiste à utiliser la limite non relativiste

dans laquelle la grande composante Pnκ(r) devient la fonction radiale Pnl(r) de la

théorie de Schrödinger. Ainsi on utilise les équations ci-dessous pour convertir les

fonctions radiales non relativistes obtenues à l’aide de calculs MCHF en fonctions

radiales relativistes [21, 20, 22] :

Qnκ(r) ≃
α

2

(
d

dr
+
κ

r

)
Pnκ(r) (1.66)

mais où

Pnκ(r) = PMCHF
nl (r).

1.6 Approximation de Breit-Pauli

L’approximation de Breit-Pauli est une simplification de la théorie relativiste de

Dirac par application de la limite non relativiste. Par conséquent son utilisation est

réservée principalement aux atomes légers.

Parmi les méthodes qui permettent d’obtenir la limite non-relativiste de l’hamil-

tonien de Dirac-Coulomb-Breit, il existe la transformation de Foldy-Wouthuysen

[23]. Cette dernière est une application d’une série de transformations unitaires qui

a pour but d’annihiler la petite composante du 4-spineur de Dirac. L’hamiltonien
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ainsi obtenu est appelé hamiltonien de Breit-Pauli. Il s’écrit sous la forme suivante :

HBP = Hnr +HNFS +HFS (1.67)

où Hnr est l’hamiltonien non relativiste.

L’opérateur de structure non-fine HNFS commute avec L et S, respectivement les

moments cinétiques orbital et de spin. Il provoque seulement un déplacement des

niveaux d’énergie caractérisés par les nombres quantiques L et S. Il s’écrit :

HNFS = HMC +HD1 +HD2 +HOO +HSSC (1.68)

où le terme HMC représente la correction relativiste à l’énergie cinétique :

HMC = −α
2

8

N∑
i=1

∇4
i , (1.69)

et les termes HD1 et HD2, opérateurs de Darwin respectivement à un corps et deux

corps,

HD1 = −α
2Z

8

N∑
i=1

∇2
i

(
1

ri

)
, (1.70)

HD2 =
α2

4

∑
i<1

∇2
i

(
1

rij

)
(1.71)

représentent la correction relativiste à l’énergie potentielle.

HOO est le terme d’interaction orbite-orbite

HOO = −α
2

2

∑
i<j

{
pi · pj

rij
+

rij(rij · pi)pj

r3ij

}
(1.72)

alors que HSSC est le terme de contact des spins électroniques

HSSC = −8πα2

3

∑
i<j

(si · sj)δ(rij). (1.73)
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L’opérateur HFS, appelé opérateur de structure fine, décrit les interactions entre les

moments cinétiques de spin et orbitaux des électrons. Il ne commute pas avec L et

S mais seulement avec le moment cinétique total J = L + S et est responsable de

la décomposition des termes LS en niveaux LSJ . Il s’écrit comme la somme de trois

termes :

HFS = HSO +HSOO +HSS . (1.74)

HSO est l’interaction spin-orbite :

HSO =
α2Z

2

N∑
i=1

1

r3i
li · si (1.75)

entre le moment magnétique de spin de l’électron i et le mouvement orbital du même

électron.

HSOO est l’interaction spin-autre-orbite (spin-other-orbit) :

HSOO = −α
2

2

∑
i<j

rij × pi

r3ij
(si + 2sj). (1.76)

Le premier terme représente l’interaction spin-orbite de l’électron i dans le champ

d’un autre électron j alors que le deuxième terme est l’interaction du moment ma-

gnétique de spin de l’électron j avec le mouvement orbital de l’électron i.

Enfin, HSS est l’interaction spin-spin :

HSS = α2
∑
i<j

1

r3ij

[
si · sj − 3

(si · rij)(sj · rij)

r2ij

]
. (1.77)

La constante α qui apparaît dans les termes de HNFS et HFS est la constante de

structure fine définie par la relation : α ≡ v0/c ≈ 1/137, où v0 est la vitesse de

l’électron de l’atome de l’hydrogène sur la première orbite de Bohr.

En raison des symétries de l’hamiltonien de Breit-Pauli la fonction d’onde dans

l’approximation de Breit-Pauli est une combinaison linéaire de CSF exprimées dans
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la base {γiLiSiJ} :

Ψ(γπJ) =
Nc∑
i=1

ciψ(γiπLiSiJ) (1.78)

Dans cette expression les seules inconnues sont les coefficients de mélange ci. Ils

sont calculés en diagonalisant la matrice associée à l’hamiltonien Breit-Pauli. Les

fonctions radiales utilisées dans le calcul des éléments de matrice proviennent de

calculs MCHF préalables.
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Chapitre 2

Structures hyperfines

Lorsqu’on observe avec une résolution suffisante une raie issue d’une transition entre

deux niveaux J appartenant à deux structures fines différentes, il peut apparaitre

une structure de plusieurs raies due à une structure hyperfine au sein même des

deux niveaux J . Ces structures hyperfines s’expliquent par une interaction entre les

moments nucléaires et le champ électromagnétique créé au noyau par les électrons.

L’hamiltonien de structure hyperfine s’écrit :

Hhfs =
∑
k≥1

T (k).M (k) (2.1)

où T (k) et M (k) sont des opérateurs tensoriels de rang k qui agissent respectivement

dans les espaces des fonctions d’onde électroniques |γJMJ⟩ et nucléaires |νIMI⟩. Le

premier terme T (1).M (1) correspondant à k = 1 est le terme d’interaction hyperfine

dipolaire magnétique. Il sera noté dans la suite par Hdm
hfs. Il représente l’interac-

tion magnétique entre le moment dipolaire magnétique nucléaire et les électrons.

Le terme T (2).M (2) correspondant à k = 2 est l’interaction hyperfine quadripolaire

électrique que nous noterons Hqe
hfs. Il représente l’interaction électrique entre le mo-

ment quadripolaire nucléaire et le gradient du champ électrique crée au niveau du

noyau par les électrons. Les termes suivants du développement multipolaire comme
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par exemple l’interaction hyperfine octupolaire magnétique (k = 3) ou hexadéca-

polaire électrique sont souvent négligés, mais peuvent être inclus dans les calculs si

l’on cherche une très grande précision [24, 25]. En ce qui nous concerne nous nous

limitons aux deux premiers termes :

Hhfs = Hdm
hfs +Hqe

hfs (2.2)

Dans la suite de ce chapitre nous allons présenter la théorie de l’interaction hyperfine

dans le contexte non relativiste. En d’autres termes, l’opérateur hyperfin qui en

découle est non relativiste. Si l’opérateur hyperfin quadrupolaire électrique Hqe
hfs

garde la même expression dans les deux théories non relativiste et relativiste, ce

n’est pas le cas de l’opérateur hyperfin dipolaire magnétiqueHdm
hfs. En effet, ce dernier

se présente comme la contribution de trois termes en théorie non relativiste, alors

qu’il est formé d’un seul terme en théorie relativiste. Un développement complet de

l’interaction hyperfine relativiste est donné dans la référence [26].

2.1 L’interaction dipolaire magnétique

Comme nous l’avons mentionné plus haut, c’est le premier terme du développement

multipolaire (2.1). Plus précisément il représente l’interaction du moment magné-

tique nucléaire avec le champ magnétique produit par les électrons à l’intérieur du

noyau. L’opérateur moment magnétique nucléaire est relié au moment cinétique nu-

cléaire I par la relation suivante :

M (1) = µNgII (2.3)

où I est exprimé en unité ℏ, µN = eℏ/2Mp (Mp est la masse du proton) est le

magnéton nucléaire et gI le facteur de Landé nucléaire. Dans la suite nous noterons

M (1)par MN .
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L’opérateur tensoriel T (1) représente alors le champ magnétique produit par les élec-

trons. Ces derniers sont la source de trois types de champ magnétique : le champ

magnétique produit par leur mouvement orbital, celui produit par leur moment

magnétique de spin et enfin le champ magnétique produit particulièrement par les

électrons s, dont la probabilité de présence à l’intérieur du noyau est non nulle.

Pour obtenir l’expression de l’opérateur hyperfin dipolaire magnétique, nous pou-

vons partir de l’hamiltonien de Dirac (1.38), appliquer la limite non relativiste et

déduire l’hamiltonien hyperfin dipolaire magnétique [16]. Une autre façon de dériver

l’expression de Hdm
hfs est d’utiliser un modèle semi-classique où l’énergie d’interac-

tion entre le moment magnétique nucléaire et le champ magnétique produit par les

électrons à l’origine (au niveau du noyau) est donné simplement par −B(0) ·MN .

Les détails des calculs des champs magnétiques produits par les mouvements orbi-

taux des électrons, par leurs spins et par les électrons s peuvent être trouvés dans

la référence [27]. Nous nous limitons à rappeler les différentes expressions.

2.1.1 Interaction entre le moment magnétique nucléaire et

les moments magnétiques orbitaux des électrons

Le champ magnétique produit par le mouvement orbital d’un électron au niveau du

noyau est donné par [27] :

Bl = −µ0

4π
2µB

l

r3
(2.4)

où l est le moment cinétique orbital de l’électron mesuré en unité ℏ , r son vecteur

position et µB =
eℏ
2m

le magnéton de Bohr.

L’interaction avec les champs Bli des N électrons de l’atome s’écrit :

Hdm−orb
hfs = −

(
N∑
i=1

Bli

)
.MN (2.5)
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L’expression finale de Hdm−orb
hfs , appelé terme orbital, est :

Hdm−orb
hfs =

µ0

4π
µBµNgII.

N∑
i=1

2li
r3i
. (2.6)

Pour exprimer Hdm−orb
hfs en unités atomiques ∗, on remplace dans l’équation ci-dessus

µN par µB(me/Mp), puis on utilise la relation (µ0/4π)(µ
2
B/a

3
02Ryd) = α2/4, où

a0 = ℏ/meαc est le rayon de Bohr et Ryd = e2/2a0 est l’énergie de Rydberg qui

vaut 1/2 en unités atomiques :

Hdm−orb
hfs =

1

4
α2me

Mp

gII.

N∑
i=1

2li
r3i
. (2.7)

2.1.2 Interaction entre le moment magnétique nucléaire et le

spin de l’électron

Le champ magnétique produit par le moment magnétique de spin électronique M s

au niveau du noyau, est donné par [27] :

Bs =
µ0

4π
gsµB

[
s

r3
− 3(s · r)r

r5

]
(2.8)

Dans un atome polyélectronique, c’est le champ magnétique produit par l’ensemble

de moments magnétiques de spin électronique, au niveau du noyau, qui interagit

avec le moment magnétique nucléaire MN :

Hdm−sd
hfs = −

(
N∑
i=1

Bsi

)
·MN (2.9)

Le moment magnétique de spin de l’électron M s est relié au moment cinétique de

spin électronique s par la relation M s = gsµBs où gs = 2.0023193 est le rapport

gyromagnétique de spin, légèrement différent de la valeur gs = 2 prédite par la

∗. L’unité atomique de l’énergie est le Hartree(H). Il est relié au Rydberg(Ryd) par la relation
1H = 2Ryd.
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théorie de Dirac. La forme finale de Hdm−sd
hfs , appelé terme spin-dipolaire, est :

Hdm−sd
hfs =

µ0

4π
gsgIµBµN

N∑
i=1

[
3(si · ri)(ri · I)

r5i
− si · I

r3i

]

=
1

4
α2me

Mp

gIgs

N∑
i=1

[
3(si · ri)(ri · I)

r5i
− si · I

r3i

]
(en u.a) (2.10)

2.1.3 Cas des électrons s

Les expressions des champs magnétiques données par les équations (2.4) et (2.8)

ne s’appliquent pas à un électron s. Ce dernier, ayant une probabilité non nulle à

l’intérieur du noyau, crée par l’intermédiaire de son moment magnétique de spin, un

champ magnétique au sein même du noyau. Son expression est donnée par [27] :

Bc = −µ0

4π

8π

3
µ0gsµBsδ(r) (2.11)

où δ(r) est la distribution de Dirac à trois dimensions dont la valeur moyenne n’est

autre que le carré de la fonction d’onde électronique en r = 0, soit :

∮
Ψ∗(r)δ(r)Ψ(r)d3r = |Ψ(0)|2

En passant à l’atome polyélectronique, l’interaction de la résultante des champs

magnétiques Bci avec le moment magnétique nucléaire conduit au troisième terme

de l’hamiltonien hyperfin dipolaire magnétique, Hc
hfs, appelé terme de contact :

Hdm−c
hfs =

N∑
i=1

µ0

4π

8π

3
µ0µBµNgs

me

Mp

gIδ(ri)(si · I)

=
α2

4

me

Mp

N∑
i=1

2

3
gsgI

δ(ri)

r2i
(si · I) (en u.a) (2.12)
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Dans le deuxième membre de droite de l’équation ci-dessus, nous avons appliqué la

relation entre les distributions de Dirac à trois dimensions et une seule dimension,

4πr2i δ(ri) = δ(ri) .

2.1.4 Hamiltonien hyperfin dipolaire magnétique

L’hamiltonien hyperfin dipolaire magnétique est donc la somme des trois termes

orbital, spin-dipolaire et de contact :

Hdm
hfs = Hdm−orb

hfs +Hdm−sd
hfs +Hdm−c

hfs (2.13)

Les expressions des trois termes de Hdm
hfs ont été données en fonction d’opérateurs

vectoriels. Cependant, dans le calcul des éléments matriciels, nous utilisons l’algèbre

de Fano-Racah qui exige la mise sous forme tensorielle de tous les opérateurs de

l’hamiltonien total [28]. Si la forme tensorielle des opérateurs Hdm−orb
hfs et Hdm−c

hfs est

évidente, celle de Hdm−sd
hfs , ou plus exactement du champ magnétique Bs, peut être

obtenue en utilisant l’algèbre des moments angulaires. Bs se met alors sous la forme

d’un produit tensoriel de l’harmonique sphérique renormalisée C(2) et du spin s(1)

dont la résultante est un tenseur d’ordre 1 :

Bs =
µ0

4π

2µB

r3

√
10
[
C(2) ⊗ s(1)

](1)
(2.14)

L’hamiltonien décrivant l’interaction hyperfine dipolaire magnétique totale pour un

système polyélectronique s’écrit en unités atomiques :

Hdm
hfs = T (1).M (1)

=
α2

4

me

Mp

gII
N∑
i=1

[
2l

(1)
i

r3i
− gs

√
10

r3
[
C(2) ⊗ s(1)

](1)
+ gs

2

3

δ(ri)

r2i
s
(1)
i

]
.(2.15)
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avec

T (1) =
α2

4

N∑
i=1

[
2l

(1)
i

r3i
− gs

√
10

r3
[
C(2) ⊗ s(1)

](1)
+ gs

2

3

δ(ri)

r2i
s
(1)
i

]
, (2.16)

que l’on écrit désormais comme la somme de trois termes :

T (1) = T
(1)
orb + T

(1)
sd + T (1)

c . (2.17)

Notons que les électrons occupant une couche électronique fermée ne contribuent

pas à l’interaction magnétique hyperfine , puisque leurs moments angulaires orbital

total et de spin total sont nuls.

2.2 L’interaction quadrupolaire électrique

Le développement multipolaire de l’hamiltonien l’interaction électrostatique entre un

proton et un électron, dont les positions sont notées respectivement par les vecteurs

rp et re, est donné en unités atomiques par :

He = − 1

rp − re

= −
∞∑
k=0

rkp
rk+1
e

C(k)(e) ·C(k)(p) , (2.18)

où les C(k) sont des harmoniques sphériques renormalisées [29, 30]. Le premier terme

dans le développement correspond à k = 0 et exprime simplement l’interaction de

la charge de l’électron avec le potentiel central
1

r
produit par la charge du noyau,

supposée ponctuelle. Il est déjà présent dans l’hamiltonien non-relativiste (1.5) sous

la forme de l’interaction attractive de Coulomb électron(s)-noyau. Le deuxième terme

correspondant à k = 1 est nul puisque le noyau ne possède pas de moment dipolaire

électrique permanent. Le terme d’ordre 2 représente l’interaction entre le moment

quadrupolaire électrique du noyau et le gradient du champ électrique crée par les
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électrons. Il s’écrit comme suit :

Hqe = −
r2p
r3e
C(2)(e) ·C(2)(p) (2.19)

Pour un atome polyélectronique (Z protons et N électrons), la contribution totale

à l’hamiltonien hyperfin est :

Hqe
hfs = T (2) ·M (2) = −

Z∑
i=1

N∑
j=1

r2pi
r3ej

C(2)(ej) ·C(2)(pi) (2.20)

Dans cette expression l’opérateur tensoriel quadrupolaire nucléaire est défini par :

M (2) =
Z∑
i=1

r2piC
(2)(ei) (2.21)

alors que l’opérateur tensoriel T (2) qui représente le gradient du champ électronique

est défini par :

T (2) = −
N∑
j=1

r−3
j C(2)(ej) . (2.22)

2.3 Éléments de matrice de l’opérateur hyperfin.

Les constantes hyperfines A et B

L’ECOC polyélectronique incluant l’interaction hyperfine est formé de l’ensemble des

opérateurs I2, J2, F 2, Fz et l’opérateur d’inversion, où I et J sont, respectivement,

les moments nucléaire et électronique et F = I + J est le moment cinétique total.

Une fonction d’onde décrivant un niveau hyperfin est une combinaison linéaire des

états électronique |γJMJ⟩ et nucléaire |νIMI⟩ non couplés :

|γνJIFMFπ⟩ =
∑

MIMJ

⟨JIMJMI |JIFMF ⟩ |γJMJ⟩ |νIMI⟩ (2.23)
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L’interaction hyperfine étant faible, la correction qu’elle introduit sur l’énergie peut

être calculée par la théorie des perturbations. Si l’on note cette correction ∆Ehfs(IJF ),

elle s’écrit :

∆Ehfs(JIF ) = EM1(JIF ) + EE2(JIF ) (2.24)

avec

EM1(JIF, J
′
IF ) = ⟨γνJIFMF |T (1) ·M (1)|γνJ ′

IFMF ⟩ (2.25)

EE2(JIF, J
′
IF ) = ⟨γνJIFMF |T (2) ·M (2)|γνJ ′

IFMF ⟩ (2.26)

Utilisant l’algèbre tensorielle de Racah [31], nous pouvons expliciter les éléments de

matrice dans (2.25), nous obtenons alors les expressions suivantes :

EM1(JIF, J
′
IF ) = (−1)F+I+J

′


F I J

1 J
′
I

⟨γJ∥T (1)∥γJ ′⟩⟨νI∥M (1)∥νI⟩ (2.27)

EE2(JIF, J
′
IF ) = (−1)F+I+J

′


F I J

2 J
′
I

⟨γJ∥T (2)∥γJ ′⟩⟨νI∥M (2)∥νI⟩ (2.28)

Nous pouvons alors mettre la correction ∆Ehfs(JIF ) sous la forme suivante :

∆Ehfs(JIF ) =
1

2
AJC +BJ

3C(C + 1)− I(I + 1)J(J + 1)

8I(2I − 1)J(2J − 1)
(2.29)

avec C = F (F +1)−I(I+1)−J(J+1) et où AJ et BJ sont des constantes indépen-

dantes de F , appelées constantes hyperfines diagonales, respectivement, dipolaire

magnétique et quadrupolaire électrique.

Si on définit le moment dipolaire magnétique nucléaire µI et le moment quadru-
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polaire nucléaire Q comme les valeurs moyennes, respectivement, des opérateurs

M (1) et M (2) dans l’état nucléaire |νII⟩, correspondant à la composante maximale

MI = I du spin nucléaire :

µI = ⟨ ν I I |M (1)
0 | ν I I⟩

Q = 2 ⟨ ν I I |M (2)
0 |ν I I⟩ , (2.30)

l’application du théorème de Wigner-Eckart aux éléments de matrice des équations

(2.30), conduit aux éléments de matrice réduits de M (1) et M (2) qui s’expriment en

fonction de µI et Q comme suit :

⟨ν I∥M (1)∥ν I⟩ =
µI

I

√
I(I + 1) (2I + 1)

(2.31)

⟨ν I∥M (2)∥ν I⟩ =
Q

2

√
(I + 1) (2I + 1) (2I + 3)

I (2I − 1)

De la deuxième équation nous déduisons que le moment quadrupolaire Q est néces-

sairement nul pour les noyaux ayant un spin nucléaire nul ou un demi.

Tenant compte des expressions des éléments de matrice réduits de M (1) et M (2),

nous obtenons les formules suivantes de AJ et BJ :

AJ =
µI

I

1

[J(J + 1)(2J + 1)]1/2
⟨γJ∥T (1)∥γJ⟩ (2.32)

BJ = 2Q

[
J(2J − 1)

(J + 1)(2J + 1)(2J + 3

]1/2
⟨γJ∥T (2)∥γJ⟩ (2.33)

Les constantes hyperfines, qui sont proportionnelles au moment magnétique nu-

cléaire µI et au moment quadrupolaire nucléaire Q, sont accessibles à la mesure

expérimentale grâce à l’enregistrement de spectres hyperfins. Sur le plan théorique,

le calcul des fonctions d’onde par les méthodes présentées dans le premier chapitre

permet d’estimer les éléments de matrice réduits qui se trouvent dans les formules
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(2.32) et (2.33) . La combinaison des résultats expérimentaux et des calculs théo-

riques permet d’extraire les valeurs de µI et de Q.

Les relations (2.32) et (2.33) donnent les constantes hyperfines diagonales en J . A

partir des relations (2.27) et (2.28), on peut voir qu’il existe des constantes hyper-

fines non diagonales. En effet, la présence de symboles 6j montre que pour EM1 , il

existe la constante AJ,J−1 telle que :

AJ,J−1 =
µI

I

1

[J(2J − 1)(2J + 1)]1/2
⟨γJ∥T (1)∥γJ, J − 1⟩ , (2.34)

alors que pour EE2 , il existe les constantes BJ,J−1 et BJ,J−2 telles que :

BJ,J−1 =
Q

2

[
J(J − 1)

(2J − 1)(J + 1)(2J + 1)

]1/2
⟨γ J∥T (2)∥γ J, J − 1⟩ (2.35)

BJ,J−2 =
Q

4

[
J(J − 1)(2J − 1)

(2J − 3)(2J + 1)

]1/2
⟨γ J∥T (2)∥γ J, J − 2⟩

2.4 Les paramètres hyperfins

Tenant compte de (2.17), on peut voir que la constante hyperfine dipolaire magné-

tique est aussi la contribution de trois termes :

AJ = Aorb
J + Asd

J + Ac
J (2.36)

En explicitant les éléments de matrice réduits des trois opérateurs T (1)
orb, T

(1)
sd et T (1)

c

[2, 32], nous obtenons les expressions des trois constantes Aorb
J , Asd

J et Ac
J :

Aorb
J = Gµ

µI

I
aorb

⟨ L⃗ · J⃗⟩
LJ(J + 1)

, (2.37)

Asd
J =

1

2
Gµ gs

µI

I
asd

3 ⟨ L⃗ · S⃗ ⟩ ⟨ L⃗ · J⃗ ⟩ − L(L+ 1) ⟨ S⃗ · J⃗ ⟩
SL(2L− 1)J(J + 1)

, (2.38)
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Ac
J =

1

6
Gµ gs

µI

I
ac

⟨ S⃗ · J⃗⟩
SJ(J + 1)

, (2.39)

BJ = −GqQbq
6⟨ L⃗ · J⃗ ⟩2 − 3⟨ L⃗ · J⃗ ⟩ − 2L(L+ 1)J(J + 1)

L(2L− 1)(J + 1)(2J + 3)
, (2.40)

Dans ces expressions, les valeurs moyennes des produits scalaires sont calculées dans

la base {LSJ}. Ainsi, par exemple :

⟨ L⃗ · J⃗⟩ = 1

2
[J(J + 1) + L(L+ 1)− S(S + 1)] . (2.41)

aorb, asd, ac et bq sont des constantes indépendantes de J , appelées paramètres hy-

perfins. Ils sont définis par les relations suivantes :

aorb =

√
L

(L+ 1)(2L+ 1)
⟨γLS∥

N∑
i=1

l
(1)
i r−3

i ∥γLS⟩ , (2.42)

asd =

√
LS(2L− 1)

(L+ 1)(2L+ 1)(2L+ 3)(S + 1)(2S + 1)
⟨γLS∥

N∑
i=1

C
(2)
i s

(1)
i r−3

i ∥γLS⟩ ,

(2.43)

ac =

√
S

(S + 1)(2S + 1)
⟨γLS∥

N∑
i=1

2s
(1)
i δ(ri)r

−2
i ∥γLS⟩ , (2.44)

bq =

√
L(2L− 1)

(L+ 1)(2L+ 1)(2L+ 3)
⟨γLS∥

N∑
i=1

2C
(2)
i r−3

i ∥γLS⟩ . (2.45)
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Chapitre 3

Résultats et discussion

3.1 Les espaces de configurations

Le calcul de propriétés atomiques dépend des développements des fonctions d’onde

associées aux différentes méthodes que nous avons présentées dans le chapitre précé-

dent. Ces développements sont des combinaisons linéaires de CSFs, qui sont choisies

selon le modèle de corrélation envisagé dans l’étude de la propriété considérée. Dans

ce paragraphe, nous allons préciser les règles qui nous ont permis de générer les

espaces de configurations formés par les CSFs qui interviennent dans les différents

développements des fonctions d’onde (1.18), (1.64) et (1.78).

Ces règles de construction s’appuient sur la méthode de l’espace actif [33, 34, 35],

où des excitations d’électrons sont effectuées à partir d’orbitales appartenant à des

configurations de référence vers d’autres orbitales. En théorie, toutes les classes

d’excitation (simple, double, triple, etc...) sont permises. Dans la pratique, on se

limite aux simples et doubles excitations, d’une part parce qu’elles représentent les

effets les plus importants dans le traitement de la corrélation et d’autre part elles

conduisent à des tailles de développements des fonctions d’onde manipulables par

les ressources informatiques. En général les effets dominants sont capturés en consi-

dérant les simples et doubles excitations à partir d’orbitales effectivement occupées
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appartenant à la configuration de référence principale. Il s’agit du modèle single

référence (monoréférence) que l’on note SR. Des effets d’ordre supérieurs peuvent

être introduits en utilisant plusieurs configurations de référence : c’est le modèle

multiréférence que l’on notera MR.

L’ensemble des orbitales vers lesquelles sont excités les électrons ainsi que les orbi-

tales de départ définissent un espace actif noté AS et symbolisé par [nmaxl], où nmaxl

est l’orbitale ultime que l’on peut atteindre par les processus d’excitation, avec l ≤

nmax − 1. Par exemple l’espace actif [5f ] = {1s 2s 2p 3s 3p 3d 4s 4p 4f 5s 5p 5d 5f}

3.1.1 Méthode single référence

Dans ce travail, les SR que nous avons utilisées sont 1s22s22p5, 1s22s22p43s et

1s22s22p43p pour l’atome de fluor. Elles représentent les configurations de référence

principales associées , respectivement, aux états 2p5 2P o, 2p4(3P )3s 4P , 2p4(3P )3s 2P

et 2p4(3P )3p 4So qui sont l’objet de notre étude. Pour l’atome d’oxygène, les deux

configurations de référence principales sont 1s22s22p33s et 1s22s22p33p, associées ,

respectivement, aux états 2p3(4S)3s 5So et 2p3(4S)3p 3P .

Dans la suite, les calculs MCHF, BP, MCDHF et RCI effectués avec des SR seront

notés, respectivement, SR-MCHF, SR-BP, SR-MCDHF et SR-RCI. Le développe-

ment de la fonction d’onde en CSF sera précisé par la définition de l’espace actif.

Ainsi, par exemple le calcul SR-MCHF[10g] effectué sur l’état fondamental du fluor,

signifie que la fonction d’onde est une combinaison linaire de CSF obtenues par

simples et doubles excitations à partir des orbitales de la configuration de référence

1s22s22p5 vers les orbitales de toutes les configurations, générant la même symétrie

2P avec les limites nmax = 10 et l = g.

Il est à noter que dans les développements des fonctions d’onde Breit-Pauli (1.78),

toutes les symétries LS sont incluses.
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3.1.2 Méthode multiréférence

Dans cette approche on choisit d’abord les configurations qui forment la MR. Pour

cela on prend les configurations dont les poids cumulés wk =
∑

i(c
k
i )

2 sont les plus

grands dans les calculs SR-MCHF. La sommation s’effectue sur l’ensemble des CSFs

i issues de la configuration k mais correspondant à des couplages différents. Les six

configurations les plus importantes obtenues, en triant les composantes du vecteur

propre correspondant selon leurs poids wk, sont reportées dans la Table 3.1 pour tous

les états considérés dans les atomes F I et O I. Une fois ce tri effectué, différentes

multiréférences contenant x configurations, choisies parmi celles qui ont le plus grand

poids, peuvent être définies. Nous noterons ces multiréférences MRx, où nous avons

pris 2 ≤ x ≤ 6. La génération de CSF à partir d’une MRx est le résultat de processus

de simples et doubles excitations à partir de chacune des x configuration, mais seules

les CSF interagissant avec au moins une CSF sont retenues dans les développements.

Si l’on note par SD-MRx l’espace des CSF générées, cela se traduit par :

Φi ∈ SD-MRx-expansion ⇔ ∃ {Φk} ∈ MRx, avec ⟨Φk|H|Φi⟩ ≠ 0 ,

où H est l’hamiltonien non relativiste de Schrödinger ou l’hamiltonien de Dirac-

Coulomb.

3.2 Atome de Fluor

Dans ce paragraphe nous présentons nos résultats de calculs des constantes hyper-

fines des états 2p5 2P o
1/2,3/2 ; 2p4(3P )3s 2P1/2,3/2, 2p4(3P )3s 4P1/2,3/2,5/2 et 2p4(3P )3p 4So

3/2

de l’atome de fluor. Ces résultats seront analysés et discutés par rapport à l’influence

des effets de corrélation et relativistes sur ces constantes.
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Table 3.1 – Liste des six configurations ayant le plus grand poids wk (voir texte) obtenues
à partir des calculs SR-MCHF[10g] pour 2p3(4S)3s 5So et 2p3(4S)3p 5P de O I et 2p5 2P ,
2p4(3P )3s 4P , 2p4(3P )3s 2P et 2p4(3P )3p 4S de F I.

Oxygène Fluor

Terme Configuration wk Terme Configuration wk

1. 2s22p33s 0.9847 1. 2s22p5 0.9810
2. 2s2p33s3d 0.1093 2. 2s22p33p2 0.1026

2p3(4S)3s 5So 3. 2s2p23s3p4s 0.0502 2p5 2P o 3. 2s22p33d2 0.0809
4. 2s22p3s3p2 0.0450 4. 2s2p43s3p 0.0693
5. 2s22p3s3d2 0.0423 5. 2s2p53d 0.0638
6. 2s2p43p 0.0414 6. 2s22p43p 0.0361
1. 2s22p33p 0.9857 1. 2s22p43s 0.9844
2. 2s2p33p3d 0.1102 2. 2s2p43s3d 0.1939
3. 2s2p23s3p4p 0.0537 3. 2s22p23s3p2 0.0685

2p3(4S)3p 5P 4. 2s2p33s3p 0.0467 2p4(3P )3s 4P 4. 2s22p23s3d2 0.0612
5. 2s22p3p3d2 0.0425 5. 2s2p33s3p4s 0.0530
6. 2s22p3p4p2 0.0416 6. 2s22p33s3p 0.0364

1. 2s22p43s 0.9847
2. 2s2p43s3d 0.0860

2p4(3P )3s 2P 3. 2s22p23s3p2 0.0683
4. 2s22p23s3d2 0.0612
5. 2s2p33s3p4s 0.0451
6. 2s22p33s3p 0.0399
1. 2s22p43p 0.9856
2. 2s2p43p3d 0.0863

2p4(3P )3p 4So 3. 2s22p23p4p2 0.0650
4. 2s22p23p3d2 0.0615
5. 2s2p33s3p4p 0.0556
6. 2s22p33p4p 0.0304
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3.2.1 2p5 2P o
1/2,3/2 et 2p4(3P )3s 2P o

1/2,3/2

Les constantes hyperfines AJ de l’état fondamental 2p5 2P o
1/2,3/2 et de l’état excité

2p4(3P )3s 2P1/2,3/2 sont reportées dans la Table 3.2. Ces constantes sont calculées

en utilisant, pour l’isotope 19F I, les paramètres nucléaires suivants : le moment

cinétique nucléaire I = 1/2 et µ(19F) = 2.628868 nm (magnéton nucléaire) pour

le moment dipolaire magnétique [36]. Comme I = 1/2, d’après la formule (2.31)

le moment quadrupolaire nucléaire Q est nul. Les structures hyperfines observées

dans les états de l’isotope 19F I sont donc dues seulement à l’interaction hyperfine

dipolaire magnétique.

Après un calcul Hartree-Fock nous avons effectué progressivement plusieurs calculs

SR-MCHF, correspondant aux espaces actifs [3d] jusqu’à [10g]. La valeur maximale

de l a été limitée à 4, soit en notation spectroscopique l = g, car les constantes hyper-

fines ne varient quasiment pas au delà de cette valeur. Ainsi pour les espaces actifs

[nl] tel que n ≥ 6, nous nous limitons aux seules orbitales ns, np, nd, nf, et ng.

Pour chaque espace actif des simples et doubles excitations sont réalisées à partir des

configurations de référence correspondantes. Dans la table nous reportons les valeurs

des constantes hyperfines pour le calcul SR-MCHF[10g] correspondant à l’espace des

configurations le plus élevé. La taille Nc de cet espace est égale à 12912 et 36581,

respectivement, pour les états 2p5 2P o et 2p4(3P )3s 2P

Dans les calculs MR4-MCHF les quatre configurations de référence sont les quatre

premières configurations que l’on voit dans la Table 3.1, pour chacun des états. Nous

avons effectué des excitations simple et double jusqu’à [10g] à partir de chacune

d’entre elles. Nous remarquons que le nombre de CSF a considérablement augmenté

avec l’espace actif [10g], puisque nous obtenons 244639 et 274316 CSF, respective-

ment, pour les deux états 2p5 2P o et 2p4(3P )3s 2P

Cette procédure n’est pas appliquée aux calculs MR4-BP, MR4-MCDF et MR4-RCI.

Pour MR4-BP, les excitations s’effectuent jusqu’à [10g] pour les deux premières ré-

férences, et jusqu’à [7g] pour les deux dernières afin de maintenir un nombre total
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Table 3.2 – Constantes des structures hyperfines AJ (en MHz) de 2p5 2P o
1/2,3/2 et

2p4(3P )3s 2P1/2,3/2 de 19F I. Nc est le nombre de CSF. AS est l’espace actif

2p5 2P o 2p4(3P )3s 2P

Méthode AS Nc A1/2 A3/2 Nc A1/2 A3/2

Non relativiste

HF 1 10099.08 2018.06 1 2077.27 3235.20
SR-MCHF [10g] 12912 10271.61 1974.79 36581 1711.21 3096.34
MR4-MCHF [10g] 244639 10194.28 2012.07 274316 1655.93 3098.89

Relativiste

SR-BP [10g] 74902 10361.53 1975.99 271413 1834.22 3030.35
SR-RCI-P [10g] 111720 10344.56 1974.13 291032 1833.41 3028.26
SR-MCDHF [10g] 111720 10350.43 1971.54 291032 1840.42 3026.27

MR4-BP [10g,10g,7g,7g] 826947 10283.74 2012.38 689301 1774.85 3036.90
MR4-MCDHF [10g,5f,5f,5f] 350905 10282.81 2004.67 450703 1792.39 3038.99
MR4-RCI [10g,5g,5g,5g] 615148 10278.47 2005.48 456781 1775.16 3036.62

Autre théorie

Glass et Hibbert [37] 10210.9 2014.1

Exp.

Radford et al [38] 2009.99(1)

Harvey [39] 10244.21(3)

Tate et Aturaliye [11] 1737.1(4) 3057.9(21)

Huo et al [40] 1550(200) 3048(10)

de CSF raisonnable. D’où la notation MR4-BP[10g,10g,7g,7g]. Pour les calculs rela-

tivistes MCDHF et RCI le nombre d’orbitales intervenant dans la construction des

CSF est plus élevé que dans les cas non relativistes. En effet, à chaque couple (nl)

correspond deux orbitales relativistes définies par j = l±1/2. Ainsi, pour un espace

actif [nl], le nombre de CSF dans le cas relativiste est beaucoup plus grand que dans

le cas non relativiste. Pour cette raison les espaces actifs utilisés dans les calculs

MR4-MCDF et MR4-RCI sont, respectivement, [10g,5f,5f,5f] et [10g,5g,5g,5g].

Comme on peut le voir dans la Table 3.2 , les valeurs MR4-BP de l’état fondamental
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sont en accord avec l’expérience [38, 39] et les prédictions théoriques précédentes [37].

Par ailleurs les valeurs des constantes hyperfines obtenues par les deux approches,

SR-RCI-P et SR-BP, s’accordent presque parfaitement les unes avec les autres. C’est

un très bon test de fiabilité des valeurs obtenues, car les deux approches sont com-

plètement différentes. Les résultats obtenus avec les calculs purement relativistes

SR-MCDHF et MR4-RCI confirment ceux obtenus avec les méthodes, respective-

ment, SR-BP et MR4-BP.

En ce qui concerne l’état excité 2p4(3P )3s 2P , les valeurs que nous avons calculées

avec les trois approches MR4-BP, MR4-MCDHF et MR4-RCI sont cohérentes entre

elles et en bon accord (≃1% pour A1/2 et moins que 0.1% pour A3/2 ) avec les

constantes hyperfines expérimentales de Tate et Aturaliye [11] et celles encore plus

récentes de Huo et al [40].

Soit ∆(a, b) =
a− b

a
, l’écart relatif entre les valeurs a et b. Nous donnons dans la

Table 3.3, en pourcentage, les écarts relatifs entre les valeurs des constantes hyper-

fines A1/2 obtenues suivant différentes méthodes et également ceux de A3/2. L’analyse

des écarts relatifs pour A1/2 et A3/2 de l’état fondamental de 19F montre que les ef-

fets de corrélation atteignent au mieux la valeur de 2.2% comme on le voit dans les

colonnes 2-4 de la table. Les deux dernières colonnes révèlent que les effets relati-

vistes sont encore plus faibles, puisque les écarts relatifs sont inférieurs à 1%. Il est à

noter que la constante hyperfine non diagonale A3/2,1/2 = 446(10)MHz, déterminée

expérimentalement par Radford et al [38], est en bon accord avec nos valeurs théo-

riques qui sont de 455 MHz, 459 MHz et 468 MHZ, correspondant respectivement

aux méthodes de calculs MR4-MCHF, MR4-BP et MR4-MCDHF.

En ce qui concerne les deux niveaux 2p4(3P )3s 2P1/2,3/2, on peut déduire à partir

des colonnes 2-4 que la plupart des effets de corrélation sont capturés par les cal-

culs monoréférence (SR). Ils sont plus importants pour la constante A1/2 que pour

A3/2. Les effets relativistes, contrairement à l’état fondamental, sont plus importants

(voir colonnes 5 et 6) et ne peuvent pas donc être négligés, en particulier pour la
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composante J = 1/2.

Table 3.3 – Écarts relatifs ∆(a, b) = (a − b)/a (in %) entre constantes hyperfines

AJ calculées avec les approches a et b. Voir le texte en ce qui concerne les différentes

notations des approches. Dans la table SR-M≡SR-MCHF et MR4-M≡MR4-MCHF.

AJ ∆(SR-M, HF) ∆(MR4-M, SR-M) ∆(MR4-M, HF) ∆(SR-BP, SR-M) ∆(MR4-BP, MR4-M)

2p5 2P o
1/2,3/2

A1/2 1.68 −0.76 0.93 0.87 0.87

A3/2 −2.19 1.85 −0.30 0.06 0.02

2p4(3P )3s 2P1/2,3/2

A1/2 −21.39 −3.33 −25.44 6.71 6.70

A3/2 −4.49 0.08 −4.40 −2.18 −2.04

2p4(3P )3s 4P

A1/2 −192.52 −48.00 −333.34 27.02 35.49

A3/2 24.71 7.31 30,21 6.08 5.43

A5/2 3.99 0.74 4.70 0.01 0.

2p4(3P )3p 4So

A3/2 29.41 146.40 181.58
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3.2.2 2p4(3P )3s 4P et 2p4(3P )3p 4So

Les résultats obtenus pour les structures hyperfines des deux états 2p4(3P )3s 4P

et 2p4(3P )3p 4So montrent qu’elles sont beaucoup plus sensibles aux effets de cor-

rélation et relativistes que l’état fondamental et l’état excité 2p4(3P )3s 2P . C’est

particulièrement vrai pour 4P1/2 et 4So
3/2.

Les constantes hyperfines de l’état 2p4(3P )3s 4P sont données dans la Table 3.4, alors

que leurs écarts relatifs entre différents modèles sont reportés dans la Table 3.3.

On peut voir que les modèles HF et SR-MCHF conduisent à des valeurs com-

plètement différentes de la constante A1/2. Plus encore, la contribution des effets

de corrélation demeure importante au delà de la méthode SR-MCHF. Elle est de

l’ordre de 48% quand on compare les valeurs obtenues avec les deux approches

MR4-MCHF[10g] et SR-MCHF[10g]. Il est donc intéressant d’aller au delà des cal-

culs MR4-MCHF afin d’explorer davantage les effets de corrélation et étudier leur

convergence, sauf que la méthode utilisée jusque là pour construire les espaces de

configuration conduit, au delà de MR4, à des espaces inexploitables, car leurs di-

mensions deviennent gigantesques. Nous avons alors adopté une autre stratégie afin

de déduire les constantes hyperfines correspondant aux calculs MR6-MCHF[10g],

MR8-MCHF[10g], MR6-BP[10g] et MR8-BP[10g]. Nous commençons par effectuer

les calculs SR et MRx-MCHF (x = 3, 4) avec les espaces actifs [8g] et [10g] pour

estimer les différences |∆A[10g−8g]
J (α) = A

[10g]
J (α)−A

[8g]
J (α) en utilisant le modèle de

calcul α (α = SR-MCHF, MR3-MCHF et MR4-MCHF). Ces différences étant qua-

siment constantes quand on passe d’un modèle α à un autre (moins que 0.4 MHz),

on ajoute la moyenne des différences :

∆AJ(10g − 8g) =
1

3

∑
α

∆A
[10g−8g]
J (α)

aux valeurs issues des calculs MR6-MCHF[8g] et MR8-MCHF[8g]. Ces valeurs esti-

mées sont reportées dans la Table 3.4 en leur affectant l’indice est. Nous appliquons
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la même stratégie pour déduire les constantes hyperfines AJ associées aux calculs

MR4-BP[10g], MR6-BP[10g] et MR8-BP[10g], en utilisant les différences obtenues

d’une part entre SR-MCHF[10g] et SR-BP[10g] et d’autre part MR3-MCHF[10g] et

MR3-BP[10g].

Comme on peut le voir dans la Table 3.3, l’apport des effets relativistes sur la

constante A1/2 dépasse les 35% lorsqu’on passe de MR4-MCHF à MR4-BP. La

constante A3/2 est également sensible aux effets de corrélation et à un degré moindre

(de l’ordre de 6% ), aux effets relativistes. Par contre A5/2 est très peu sensible aux

effets de corrélation et quasiment insensible aux effets relativistes. Toutes ces obser-

vations sont confirmées par les calculs SR-MCDHF, SR-RCI-P et MR3-RCI-P. Nous

pourrons également noter un accord satisfaisant entre les approches SR-RCI-P et SR-

BP et MR3-RCI-P et MR3-BP. Les valeurs théoriques que nous recommandons pour

les trois constantes A1/2, A3/2 et A5/2 caractérisant les structures hyperfines de l’état

2p4(3P )3s 4P sont, respectivement, −276.30 MHz, 484.54 MHz et 2643.97 MHz. Il

n’existe pas de valeurs expérimentales pour les deux premières constantes alors que

pour la constante A5/2 notre valeur théorique est en excellent accord avec celle me-

surée par fluorescence induite par laser et par pompage optique modulé [41].

La Table 3.5 présente les résultats des calculs de la constante hyperfine A3/2 pour

l’état 2p4(3P )3p 4So obtenus suivant différentes approches multiconfigurationnelles.

Il n’existe pas de valeur expérimentale correspondant à cette constante. Il est à noter

que les contributions hyperfines orbitale Aorb, spin-dipolaire Asd et de contact Ac

données, respectivement, par les équations (2.37), (2.38) et (2.39), sont nulles dans

l’approximation monoconfigurationnelle Hartree-Fock. Les paramètres hyperfins J-

indépendants définis par les formules (2.42), (2.43) et (2.44) constituent une bonne

source d’informations pour les constantes hyperfines Aorb, Asd et Ac. La présence

du facteur
√
L dans les deux paramètres al et asd permet d’expliquer leur valeur

nulle même d’ailleurs au delà du modèle Hartree-Fock. Par contre ac est nulle en

raison de l’absence de d’orbitale s dans le configuration considérée. Mais dans les
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Table 3.4 – Constantes de structure hyperfineAJ (en MHz) de 2p4(3P )3s 4P de
19F I. Nc est le nombre de CSF. AS représente l’espace actif (voir texte).

Method AS Nc A1/2 A3/2 A5/2

Non Relativiste

HF 1 −908.68 305.90 2503.96
SR-MCHF [8g] 16547 −305.23 412.97 2611.21
SR-MCHF [10g] 31161 −310.64 406.27 2608.12

MR3-MCHF [8g] 123861 −213.26 445.17 2633.06
MR3-MCHF [10g] 236829 −218.76 438.12 2629.65
MR4-MCHF [8g] 135265 −204.31 445.39 2630.99
MR4-MCHF [10g] 260638 −209.69 438.29 2627.49
MR6-MCHF [8g] 295222 −170.46 462.37 2646.14
MR6-MCHF [10g]est. −175.89 455.42 2642.81
MR8-MCHF [8g] 331429 −155.53 465.92 2647.36
MR8-MCHF [10g]est. −160.96 458.97 2644.03

Relativiste

SR-MCDHF [10g] 366764 −502.70 404.39 2576.51

SR-RCI-P [10g] 716054 −441.08 426.60 2599.17
MR3-RCI-P [10g,10g,6g] 1095434 −356.42 455.36 2618.79

SR-BP [10g] 370941 −425.65 432.22 2608.39
MR3-BP [10g] 594890 −334.46 463.30 2629.26
MR4-BP [10g]est. −325.03 463.86 2627.43
MR6-BP [10g]est. −291.23 480.99 2642.75
MR8-BP [10g]est. −276.30 484.54 2643.97

Exp.
Levy et al [41] 2643± 1
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Table 3.5 – Constantes de structure Hyperfine A3/2 (en MHz) de 2p4(3P )3p 4So

de 19F I, ainsi que les trois contributions Aorb, Asd et Ac (voir Eqs. 2.37-2.39 pour
les définitions).

Méthode AS Nc Aorb Asd Ac A3/2

Non Relativiste

HF 1 0. 0. 0. 0.
SR-MCHF [10g] 27119 0. 0. 95.52 95.52

MR3-MCHF [10g] 137533 0. 0. 135.32 135.32
MR4-MCHF [10g] 211516 0. 0. 132.68 132.68

Relativiste

(2p43p+ 2p5)-MCDHF 9 −358.64
SR-MCDHF [10d7f6g] 226288 −248.64
MR3-RCI [10d7f6g,5g,5g] 1288207 −156.87

SR-RCI-P [10g] 621284 −206.32
SR-RCI-P* [10g] 621284 −211.52

(2p43p+ 2p5)-BP 9 −401.12 22.68 0. −378.44
(2p43p+ 2p5)-BP (4Po exclu) 8 0.56 −11.21 0. −10.64
SR-BP [10g] 621272 −307.38 6.61 94.93 −205.84
MR3-BP [10g,5g,5g] 816353 −296.86 3.69 132.61 −160.56
MR4-BP [10g,5g,5g,5g] 1011587 −296.19 3.53 130.02 −162.64

approches multiconfigurationnelles ce type d’orbitales sont en général présentes à

travers les excitations 1s, 2s→ ns , ce qui explique ses valeurs non nulles au delà de

Hartree-Fock [42]. On peut voir dans la Table 3.5 que la constante Ac passe de la

valeur nulle à 95 MHz suite au modèle de calcul SR-MCHF et atteint même la valeur

de 132 MHz grâce au calcul MR4-MCHF. Dans la partie relativiste de la Table 3.5

nous pouvons remarquer des effets énormes sur la constante hyperfine A3/2 quand on

tient compte des effets relativistes. Les effets de ces derniers sont bien visibles dans

la dernière ligne de la Table 3.3. En effet, l’écart relatif entre les calculs MR4-BP

et MR4-MCHF atteint la valeur de 182%. Dans la table, le premier calcul relati-
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viste (2p43p+ 2p5)(3/2)o-MCDHF, ciblant le cinquième vecteur propre de symétrie

J = (3/2)o, donne une valeur plus grande et à l’opposé de celle obtenue dans les

calculs MR-MCHF. Certes, l’inclusion des effets de corrélation, comme on le voit

à travers les calculs SR-MCDHF et MR3-RCI, réduit un peu l’écart mais demeure

encore très grand. Ces effets, a priori surprenant dans un atome léger, pourrait être

expliqué en analysant les détails des différentes contributions hyperfines Aorb, Asd

etAc à la constante A3/2 dans le cadre de l’approximation de Breit-Pauli. En ef-

fectuant le calcul (2p43p + 2p5)-BP, où nous avons inclus toutes les symétries LS

de plus basses énergies que l’état 2p43p 4So pour J = 3/2, nous avons obtenu une

contribution négative très grande de Aorb en raison du mélange relativiste avec l’état

4P o. On peut voir, en effet, dans la Table 3.5 que la différence des résultats sur la

constante A3/2 entre (2p43p+2p5)-BP et (2p43p+2p5)-BP (4Po exclu) montre claire-

ment l’effet du mélange de 4P o. Par ailleurs le très bon accord obtenu entre les deux

calculs (2p43p+2p5)-BP et (2p43p+2p5)(3/2)o-MCDHF, la différence est de 20 MHz,

est une confirmation du résultat obtenu dans l’approximation Breit-Pauli. D’autant

plus que l’opérateur hyperfin relativiste est complètement différent de l’opérateur

non relativiste, il ne contient qu’un seul terme [26, 16]. Au delà de ces modèles

où les effets de corrélation sont faibles, on observe un bon accord entre les calculs

mono-référence SR-MCDHF, SR-BP et SR-RCI-P mais également entre les calculs

multiréférences MR3-RCI et MR3-BP. Pour le calcul SR-MCDHF, la notation de

l’espace actif [10d7f6g] signifie que lmax = 2 pour n = 8, 9, 10, lmax = 3 pour

n = 7, lmax = 4 pour n ≤ 6. Dans le calcul SR-RCI-P*, nous avons ignoré les effets

QED afin d’estimer leur importance. La différence par rapport au résultat du calcul

SR-RCI-P, de l’ordre de 5 MHz, montre qu’ils sont très faibles.
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3.2.3 Analyse des effets de la relativité sur les constantes

hyperfines

Afin d’investiguer les effets relativistes différentiels sur les constantes hyperfines pour

les différentes valeurs de J , nous reportons dans la Table 3.6, pour tous les états

considérés, les trois contributions Aorb, Asd et Ac à la constante hyperfine AJ ainsi

que les écarts relatifs définis comme suit :

∆Ai

AJ

=
Ai(MR4-BP)− Ai(MR4-MCHF)

AJ(MR4-BP)
avec i = orb, sd, c.

Alors que les effets relativistes sont très faibles sur les structures hyperfines de l’état

fondamental, pour les trois types d’interaction hyperfine dipolaire magnétique, elles

ne sont pas négligeables pour Asd et Ac des états 2p4(3P )3s 2P1/2,3/2. Les corrections

dues aux effets relativistes sont de même signe pour la constante A1/2 mais de

différents signes pour A3/2. Elles sont de l’ordre de 7% pour J = 1/2, mais baissent

jusqu’à 2% pour J = 3/2. Les effets enregistrés sur les contributions spin-dipolaire et

de contact sur les constantes A1/2 et A3/2, caractérisant les structures hyperfines de

l’état 2p4(3P )3s 4P , sont par contre nettement plus importants. Les écarts relatifs

sont, respectivement, de l’ordre de 14% et 18% pour A1/2 et 15% et 9% pour A3/2.

En ce qui concerne A1/2 les deux effets s’ajoutent, alors qu’ils se compensent pour

ce qui est de A3/2, réduisant l’effet global à moins de 6%.

L’état 2p4(3P )3p 4So est certainement le cas le plus remarquable. En effet, comme

nous pouvons le voir dans la Table 3.6, l’écart relatif dû aux effets relativistes excède

la valeur de 180%. Nous l’avons déjà discuté dans le paragraphe précédent, cet

effet est le résultat du mélange 4So − 4P
o qui affecte principalement la contribution

hyperfine orbitale.
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3.3 Atome d’oxygène

Les constantes hyperfines des états 2p3(4S)3s 5So et 2p3(4S)3p 5P de l’isotope de

l’oxygène 17O I ont été calculées précédemment par la méthode non relativiste mul-

ticonfigurationnelle Hartree-Fock [42, 43]. Mais les résultats obtenus sont en désac-

cord avec l’expérience [44, 10], atteignant quelquefois des écarts supérieurs à 20%.

Dans le présent travail nous avons revisité le calcul théorique de ces constantes,

en nous intéressant particulièrement sur l’importance relative des effets de corréla-

tion et relativistes, comme nous l’avons fait pour l’atome de fluor. Les paramètres

nucléaires de 17O I utilisés dans les calculs sont : I = 5/2, µ = −1.89379 nm et

Q = −0.02579 barn [36].

La Table 3.7 donne les valeurs de la constante dipolaire magnétique A2 pour l’état

2p3(4S)3s 5So
2 . Dans la même table nous reportons également les valeurs du para-

mètre hyperfin de contact ac, le seul paramètre différent de zéro, al et asd étant nuls

en raison de la valeur nulle de L.

Nous pouvons déduire à partir des écarts relatifs ∆(SR-BP, SR-MCHF), de l’ordre

de 0.5%, que les effets relativistes sur la constante A2 sont faibles. Nous avons donc

focalisé notre étude sur les effets de corrélation. Pour cela nous avons effectué les

calculs MRx-MCHF, où x = 3, 4, 6 fait référence à la taille de la multiréférence

utilisée (voir paragraphe 3.1.2). Nous remarquons que par rapport aux calculs MR3-

MCHF, MR4-MCHF et MR6-MCHF, la convergence de la constante A2 se situe

autour de 1%. Nous avons ensuite inclus des effets de corrélation d’ordre supérieur,

en combinant l’espace correspondant à MR6-MCHF avec un espace de configurations

généré en effectuant des triples et quadruples excitations à partir de la configuration

de référence 1s22s22p33s jusqu’à [6f]. Dans la Table 3.7 ce calcul est noté MR6 ∪

TQ-CI. Les valeurs de ac et A2 varient à peine de 2% quand on passe de SR-MCHF

à MR6 ∪ TQ-CI. Nous pouvons alors considérer que ces constantes ont atteint

une convergence de l’ordre de quelques pour cent. Si nous rajoutons la différence
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Table 3.7 – Paramètre hyperfin ac (en u.a.) et constante hyperfine AJ (en MHz)
de 2p3(4S)3s 5So

2 dans O I. Nc est le nombre de CSF. AS l’espace actif (voir texte
pour les notations).

Méthode AS Nc ac A2

HF 1 −63.62
SR-MCHF [10g] 8701 7.3981 −89.22
MR3-MCHF 38413 7.8812 −95.05
MR4-MCHF 44855 7.8675 −94.88
MR6-MCHF 61278 7.9532 −95.91
MR6 ∪ TQ-CI 661468 8.1128 −97.84

SR-BP [10g] 303286 -89.71

Ce travail −98.33

Autres théories

Godefroid et al [42] −96.70
Jönsson et Godefroid [43] −91.95

Observation

Marin et al [44] −98.59(43)

Jennerich et Tate [10] −97.93(10)

A2(SR-BP)−A2(SR-MCHF), représentant la correction relativiste, à la valeur de la

constante correspondant au calcul MR6 ∪ TQ-CI, nous obtenons A2 = −98.33 MHz,

en excellent accord avec l’expérience [44, 10]. Les constantes hyperfines dipolaires

magnétiques et quadripolaires électriques sont reportées dans la Table 3.8. Nos résul-

tats montrent que l’interaction quadripolaire électrique est faible devant l’interaction

dipolaire magnétique, conformément au résultat expérimental de Jennerich et Tate

[10]. Les écarts relatifs ∆(SR-BP, SR-MCHF) pour A1, A2 et A3 de 2p3(4S)3p 5P

sont, respectivement, 10%, 3% et 4%. Les effets relativistes sur les constantes hy-

perfines de ce terme ne peuvent donc pas être négligés.

64



Table 3.8 – Constantes des structures hyperfines AJ et BJ (en MHz) de
2p3(4S)3p 5P1,2,3 de 17O I. Nc est le nombre de CSF. AS désigne l’espace actif (voir
texte pour les notations).

Méthode AS Nc A1 A2 A3 B1 B2 B3

HF 1 5.40 −3.18 −2.21 −0.0278 0.2785 −0.2785

SR-MCHF [10g] 46826 −15.16 −17.97 −13.60 −0.0439 0.4394 −0.4394

MR3-MCHF [10g] 215838 −27.24 −24.81 −19.09 −0.0447 0.4465 −0.4465
MR4-MCHF [10g] 241908 −27.93 −25.17 −19.38 −0.0447 0.4468 −0.4468
MR6-MCHF [10g] 298454 −26.84 −24.60 −18.92 −0.0442 0.4422 −0.4422

SR-BP [10g] 845623 −13.84 −17.40 −13.04 −0.0441 0.4406 −0.4399
MR3-BP [10g] 1336911 −25.52 −24.01 −18.34 −0.0447 0.4470 −0.4462

Observation :
Jennerich et Tate [10] −25.83(10) −24.47(11) −18.70(5) 0.0(2) 0.9(8) −0.2(5)

Marin et al [44] −26.39

Autre théorie :
Jönsson et Godefroid [43] −18.73 −19.88 −15.16

On peut considérer que l’espace MR3-MCHF[10g] a quasiment capturé les effets

de corrélation, ce qui nous a conduit à effectuer le calcul MR3-BP[10g] afin d’in-

clure les corrections relativistes. Les résultats obtenus sont en excellent accord avec

l’expérience.
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Conclusion

L’objectif principal de ce travail était d’investiguer l’influence des effets relativistes

sur des structures hyperfines dans l’atome de fluor, suite à des travaux antérieurs

[13] qui ont montré des effets non négligeables de ces derniers.

Nous avons calculé les constantes hyperfines caractérisant les structures hyperfines

des états 2p5 2P o, 2p4(3P )3s 2P , 2p4(3P )3s 4P et 2p4(3P )3p 4So de 19F I. Les effets

de la corrélation électronique et de la relativité ont été évalués à l’aide des méthodes

multiconfigurationnelles Hartree-Fock (MCHF) et Dirac-Hartree-Fock (MCDHF).

La méthode MCHF étant non relativiste, les effets relativistes ont été inclus par le

biais de l’approximation de Breit-Pauli.

De larges effets dûs à la corrélation électronique et la relativité ont été mis en

évidence sur les structures hyperfines de certains états du fluor. C’est le cas parti-

culièrement de A3/2 (2p4(3P )3p 4So), A1/2 (2p4(3P )3p 4P o) de F I. L’inclusion des

effets de corrélation d’ordre supérieur à travers l’utilisation de multiréférences s’est

avérée nécessaire. Pour les cas où les effets relativistes sont importants, nous avons

diversifié l’emploi des méthodes relativistes afin de confirmer les résultats obtenus.

Ces méthodes sont l’approximation de Breit-Pauli, l’approche MCDHF mais aussi

l’interaction de configuration relativiste employée dans le cadre de l’approximation

de Pauli.

Tous nos résultats théoriques sont en très bon accord avec les valeurs expérimentales

lorsqu’elles existent. L’analyse de l’influence des effets relativistes, notamment sur

l’état (2p4(3P )3p 4So) a montré qu’elle est liée à un effet de mélange de termes LS.
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Pour un atome léger ce résultat n’est pas surprenant. En effet, les effets relativistes

agissent sur les fonctions d’onde de deux manières : par la contraction des orbitales

et le mélange des termes. Mais les effets de contraction sont importants pour les

atomes lourds, ils sont négligeables pour un atome comme le fluor.

Nous tenons à signaler que ces effets de mélange des termes LS sur les structures

hyperfines de l’atome de fluor ont été remarquablement mis en évidence et judicieu-

sement analysés dans des travaux récents sur d’autres états de l’atome de fluor, dans

le cadre de la thèse de doctorat de Mademoiselle Boualili Fatima Zahra [16, 45].

Dans ce travail, nous avons revisité également le calcul des constantes hyperfines

des états 2p3(4S)3s 5So et 2p3(4S)3p 5P de l’isotope de l’oxygène 17O I. Le but

était de comprendre le désaccord entre les valeurs théoriques, pourtant calculées

avec l’approche MCHF mais sans les corrections Breit-Pauli, et les valeurs expéri-

mentales. Notre stratégie a consisté à construire des espaces de configurations où

un maximum de corrélation électronique est inclus. Pour cela nous avons utilisé des

multiréférences à six composantes pour effectuer des calculs MCHF, combinés avec

des calculs d’interaction de configurations. Ensuite l’inclusion des effets de mélange

de termes LS par le biais de calculs Breit-Pauli a conduit à un excellent accord avec

l’expérience pour toutes les constantes hyperfines de deux états 2p3(4S)3s 5So et

2p3(4S)3p 5P .
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