
STRESZCZENIE PRACY DOKTORSKIEJ W JĘZYKU POLSKIM

A. Motywacja oraz cel pracy

Formalizm mechaniki kwantowej – umożliwiający weryfikowalny doświad-

czalnie opis fizyki atomowej, optyki, fizyki ciała stałego, układów otwartych,

cząstek elementarnych – opiera się na postulatach skutkujących jedno- i wie-

lociałowymi korelacjami niemożliwymi do opisania za pomocą klasycznej teo-

rii prawdopodobieństwa. W tym sensie klasyczna teoria prawdopodobieństwa

ograniczona jest do opisu układów makroskopowych, gdzie, na skutek oddzia-

ływania z otoczeniem, w procesie dekoherencji następuje redukcja kwantowych

teorii ewolucji stanów układów, jak i odpowiadających im dystrybucji praw-

dopodobieństw, do ich klasycznych wersji. W kontekście licznych zastosowań

kwantowych korelacji, np. w algorytmach obliczeniowych wykazujących wy-

kładnicze przyspieszenie w stosunku do algorytmów klasycznych, w krypto-

grafii czy symulacji układów fizycznych – zagadnienie ochrony kwantowych

korelacji przed zniszczeniem w obecności zewnętrznego szumu nabiera, oprócz

motywacji poznawczych, silnego uzasadnienia praktycznego. Z drugiej strony,

powszechność dekoherencji w przyrodzie skłania do poszukiwania układów fi-

zycznych wykorzystujących oddziaływanie z otoczeniem jako katalizatora pro-

cesów mikroskopowych. Ta dychotomia znajduje odbicie w strukturze niniej-

szej rozprawy. Zaprezentowano w niej wypracowane przez autora i współpra-

cowników dowody i procedury kwantowej komunikacji bazujące na minimali-

zujących dekoherencję schematach kwantowej korekcji błędów, mające zastoso-

wanie w kwantowej kryptografii i kwantowych obliczeniach. Z drugiej strony,

w analogii do zachodzących w naturze procesów wykorzystujących przejście z

reżimu kwantowego do klasycznego, podjęto się analizy możliwości zastosowa-

nia w pomiarach pola magnetycznego realizowalnych doświadczalnie układów

kropek kwantowych.

Celem powstania idei kwantowych przekaźników1 [1] było umożliwienie

kwantowej komunikacji w obecności szumu pomiędzy odseparowanymi prze-

strzennie układami. Opiera się ona na wytwarzaniu splątania (rodzaju kwan-

towych korelacji, [2]) pomiędzy oddalonymi węzłami jednowymiarowej sie-

1ang. quantum repeaters.
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ci, przy wykorzystaniu lokalnych korelacji kwantowych pomiędzy układami

z sąsiednich węzłów. Wykorzystując protokoły puryfikacji i wymiany spląta-

nia możliwe jest ustanowienie kwantowej komunikacji w jednym wymiarze na

duże odległości, kosztem logarytmicznego wzrostu liczby systemów na wę-

złach sieci, co wiąże się z koniecznością użycia kwantowych pamięci do ich

przechowywania. Sposobem na eliminację tej niedogodności jest użycie trójwy-

miarowych sieci kwantowych, wykorzystujących globalne korelacje kwantowe

i protokoły korekcji błędów [3]. Dostarczenie brakującego dowodu na kwanto-

wą komunikację w dwuwymiarowych sieciach kwantowych (bez użycia długo-

okresowych pamięci kwantowych) jest celem pracy [A]. Przedstawiony dowód

opiera się na rozważeniu wierności procedury wkodowania stanu w jedno-

wymiarowy kod kwantowy. W pracy tej proponujemy także prosty schemat

komunikacji w trzech wymiarach, oparty na procedurze wkodowania niezna-

nego stanu kwantowego w kod Kitaeva na płaszczyźnie [4]. W pracy [B] została

zaprezentowana procedura wkodowania uogólniona na przypadki kodów to-

pologicznych typu Calderbanka-Steana-Shora (CSS) [5–7]. Znajduje ona poten-

cjalne zastosowanie w kwantowych pamięciach i uniwersalnych obliczeniach

kwantowych wykorzystujących destylację stanów magicznych [8].

Omówione wyżej metody zastosowania kwantowych korelacji w kwantowej

komunikacji oparte są na procedurach korekcji błędów ograniczających ne-

gatywne efekty oddziaływania z otoczeniem. Tymczasem kwantowa biologia

dostarcza przykładów systemów, które wykorzystują owo oddziaływanie

jako katalizator procesów transportu lub pomiaru – dobrą ilustracją są tutaj

związki absorbujące promieniowanie elektromagnetyczne i przekazujące

wzbudzenia elektronowe do centrum chlorofili [9]. Mechanizmami umoż-

liwiającymi transport mogą być w tym przypadku: powstające na skutek

szumu rozmycie poziomów energetycznych stanów wzbudzonych cząsteczek;

indukowana przez otoczenie ewolucja unitarna bądź dekoherencja fazowa,

powodujące odblokowanie kanałów transportu niedostępnych dla danego

rodzaju korelacji; oddziaływanie stanów wzbudzonych sieci z ciągłym lub

dyskretnym [10] spektrum modów wibracyjnych. Praca [11] zawiera ana-

lizę transportu w sieciach kwantowych oddziałujących z kąpielą spinową.

Oddziaływanie układów kwantowych z kąpielą spinową jest wykorzystywa-

ne także w magnetodetekcji opartej o mechanizm wolnych rodników [12].
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Drugim celem niniejszej rozprawy jest wykorzystanie, bazującego na tym

mechanizmie, zaniku kwantowych korelacji w realizowalnych doświadczalnie

układach. Rozważamy ewolucję układu spinów elektronów związanych w

kropkach kwantowych z arsenku galu (GaAs) pod wpływem zewnętrznego

pola magnetycznego, gdzie głównym mechanizmem dekoherencji jest od-

działywanie nadsubtelne z maksymalnie mieszanym stanem jąder atomów

tworzących kropkę. W pracy [C] przedstawiamy procedurę korzystającą z

pomiarów stanu singletowego pary elektronowej w reżimie blokady Pauliego;

procedura ta wyzyskuje zależność czasu nagłej śmierci splątania od pola

magnetycznego. Praca [D] poświęcona jest analizie zachowania ewolucji ogól-

nych korelacji kwantowych w układzie i ich wykorzystaniu w magnetodetekcji.

W celu wprowadzenia notacji, poniżej prezentujemy podstawowe

kwantowo-informatyczne i fizyczne pojęcia opisujące rozważane problemy, roz-

poczynając od zarysu metod kwantowej korekcji błędów opartych na kodach

stabilizatorowych.

Możliwość przeprowadzenia obliczeń kwantowych w obecności oddziały-

wania z otoczeniem jest treścią teorii progowej [13]. Bazując na założeniu o

eksponencjalnym zaniku korelacji pomiędzy błędami, dopuszcza ona przepro-

wadzenie obliczeń kwantowych z dowolną dokładnością, kosztem polilogaryt-

micznie rosnących zasobów czasowych i przestrzennych, pod warunkiem, że

prawdopodobieństwo błędu jest ograniczone. Krytyczna dyskusja modelu lo-

kalnego szumu w układach kwantowych pozostających w kontakcie z kąpielą

cieplną zawarta jest w pracy [14]. W analizach dotyczących komunikacji kwan-

towej ([A], [B]), ze względu na lokalność hamiltonianu kwantowego kodu ko-

rekcji błędów i użycie niezależnych zaszumionych kanałów kwantowych do

teleportacji stanów podsystemów, za model oddziaływania z otoczeniem przyj-

mujemy lokalny szum działający na każdy z kubitów2:

ρ→ (1− p2)ρ + p(1− p)σxρσx + (1− p)2σyρσy + p(1− p)σzρσz, (1)

gdzie σx, σy, σz są odpowiednimi macierzami Pauliego, 0 ≤ p ≤ 1.

Formalizm stabilizatorowy [15] pozwala na wygodny opis wielu kodów

korekcji błędów zapewniających ochronę przed dekoherencją w sensie teo-

2tj. kwantowych układów dwupoziomowych.
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rii progowej. Stan kwantowy przechowywany jest tutaj w podprzestrzeni lo-

gicznej Hlog przestrzeni Hilberta układu N fizycznych kubitów, Hsys = ⊗iHi,

i = 1, . . . , N: Hlog ∈ Hsys, przy dekompozycji na kubity logiczne Hlog = ⊗jHL,j,

j = 1, . . . , D ≤ N i wymiarze przestrzeni dim[Hi] = 2 = dim[HL,i]. Podprze-

strzeń logiczna Hlog rozpinana jest przez wektory własne grupy operatorów

(zwanych stabilizatorami kodu) S: {|Ψ〉 : s|Ψ〉 = |Ψ〉, ∀s ∈ S}, gdzie S jest

abelową podgrupą grupy Pauliego działającą na Hsys niezawierającą operato-

ra −I , gdzie I jest operatorem identyczności. Generator grupy S, G(S), jest

zbiorem hermitowskich, komutujących parami operatorów z grupy Pauliego,

o ilości elementów |G(S)|, przy czym wymiar przestrzeni logicznej jest dany

przez dim[Hlog] = N− |G(S)|. Elementy par (XL,j, ZL,j) antykomutujących ope-

ratorów na przestrzeni HL,j komutują z elementami z G(S), ale nie być przez

nie utworzone. W przypadku kodów CSS, G(S) może być przedstawiony jako

zbiór operatorów, z których każdy jest produktem tensorowym jednego typu

operatorów Pauliego (σx bądź σz) lub operatora identyczności. W pracy [A]

oraz w przykładach znajdujących się w pracy [B] rozważane są topologiczne

kody stabilizatorowe (tj. zdefiniowane na sieci), ze stabilizatorami określonymi

lokalnie na układach kwantowych z sąsiednich węzłów. Pomiary stabilizatorów

umożliwiają ochronę kwantowych korelacji przed lokalnym szumem. Operato-

ry logiczne w sposób nietrywialny definiowane są na pętlach niezwijalnych do

punktu.

Modelowanie oddziaływania z lokalnym szumem wymaga dyskusji także

w przypadku analizy ewolucji kwantowych korelacji w kropkach kwantowych

([C], [D]). Ze względu na to, że pasmo przewodnictwa arsenku galu konstru-

owane jest głównie z orbitali atomowych typu s, oddziaływania wynikające z

rozwiązania równania Diraca dla elektronu, zawierające człony proporcjonalne

do momentu pędu (jego sprzężenie ze spinami jąder, oddziaływanie spin-orbita

elektronu) bądź obejmujące uśrednianie po (sferycznie symetrycznej) funkcji

falowej elektronu w pobliżu jąder (nieizotropowe oddziaływanie nadsubtelne)

są zaniedbywalnie małe w stosunku do izotropowego oddziaływania nadsub-

telnego [16]. Ze względu na symetrię rozkładu ładunku elektronu w okolicach

jąder atomowych, kwadrupolowe oddziaływanie jąder w arsenku galu (o spinie

3/2) także jest pomijalne. Skale czasowe wewnętrznej ewolucji kąpieli spinowej

zadane są jedynie przez oddziaływanie dipolowe Hdip pomiędzy spinami jąder
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Î, które, w przybliżeniu sekularnym ważnym dla pól magnetycznych B > 0.1

mT, dane jest przez:

Hdip ≈ ∑
k 6=l

dkl Îz
k Îz

l − 2 ∑
k 6=l

dkl Î+k Î−l , (2)

gdzie Î± = Îx ± i Îy. Ze względu na to, że oddziaływania dipolowe są sła-

be (przy skalowaniu dkl ∝ 1/r3
kl , gdzie rkl jest odległością pomiędzy jądrami

numerowanymi przez k, l), efekty wynikające z poszerzenia widma (pierwszy

człon równania (2)) oraz dyfuzji spinów (człon drugi) stają się istotne w czasie,

odpowiednio, rzędu 100 µs oraz 1 s [17], co umożliwia pominięcie Hdip przy

dalszych rozważaniach dotyczących ewolucji układu w reżimie nanosekund.

W konsekwencji pominięcia jądrowych rozszczepień Zeemana ωk, około 103

razy mniejszych od rozszczepień elektronowych (dokonanym przy założeniu,

że dla czasu ewolucji t zachodzi t � minωk ,ωl
1

|ωk−ωl |
dla wszystkich jąder k, l

w kropce kwantowej), w pracach [C] i [D] rozważano jedynie efekt wpływu ze-

wnętrznego pola magnetycznego na elektron oraz izomorficzne oddziaływanie

nadsubtelne (w przybliżeniu efektywnego hamiltonianu dla elektronu w stanie

podstawowym):

H = −gµBBŜz + ∑
k

AkŜ Îk, (3)

gdzie g jest efektywnym czynnikiem żyromagnetycznym elektronu, µB ma-

gnetonem Bohra, Ŝz składową operatora spinu elektronu równoległą do kie-

runku pola magnetycznego B. Współczynniki oddziaływania nadsubtelnego

Ak ∝ Ak|ψ0(rk)|2 zależą od wartości funkcji falowej elektronu dla pozycji ją-

dra rk: φ0(rk) =
√

v0u(rk)ψ0(rk), przy objętości komórki elementarnej kryształu

v0 i u(r) będącej okresową funkcją Blocha związaną z wektorem falowym k = 0

[18]; stała materiałowa Ak zależy od pierwiastka chemicznego i izotopu jądra

atomowego.

W pracy [C] kwantowe splątanie mierzymy za pomocą funkcji zbieżności

[19, 20]. W przypadku stanu dwukubitowego ρ miara ta jest zdefiniowana przez

C(ρ) = max{0, λ1 − λ2 − λ3 − λ4}, (4)

gdzie λi są pierwiastkami (w porządku nierosnącym) z wartości własnych ma-

cierzy ρ(σy⊗ σy)ρ∗(σy⊗ σy), gdzie ∗ oznacza sprzężenie zespolone. W pracy [D]

badamy możliwości wykorzystania w rozważanych układach ewolucji ogól-

nych korelacji kwantowych, za ich wskaźnik przyjmując geometryczną miarę
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DS(ρ) [21] kwantowego dysonansu3 [22]. Mimo braku symetrii względem za-

miany układów, ten indykator korelacji kwantowych znajduje zastosowanie ja-

ko miara wierności protokołów zdalnego przygotowania stanów kwantowych

[23, 24]. W rozważanych układach kropek kwantowych jego ewolucja (i ewo-

lucja związanych z nim obserwabli) pozwala zaproponować protokoły magne-

todetekcji w reżimach pól niedostępnych dla metod zaprezentowanych w [C].

W celu minimalizacji zależności geometrycznego dysonansu od czystości sta-

nów (wynikającej z nieściągalności normy Hilberta-Schmidta względem lokal-

nych całkowicie dodatnich operacji, które zachowują ślad [25, 26]), przyjmuje-

my przeskalowaną wartość geometrycznego dysonansu [27]

D(ρ) =
1
2

(
1−
√

3
2

)[
1−

√
1− DS(ρ)

2Tr[ρ2]

]
. (5)

Wartości DS(ρ) szacujemy obliczając jego ograniczenia: dolne [21]

D
′
S(ρ) =

1
4

max
q=x,y

(Tr[Kq]− kq), (6)

i górne [28]

D
′′
S(ρ) =

1
4

max
q=x,y

(Tr[Kq]− kq + Tr[Kp]− kp), (7)

dla p 6= q. W oparciu o reprezentację stanu dwukubitowego przy pomo-

cy macierzy korelacji T o elementach Tij = Tr[ρ(σi ⊗ σj)] oraz wektorów

~x = |x〉, gdzie xi = Tr[ρ(σi ⊗ I)] i ~y = |y〉, gdzie yi = Tr[ρ(I ⊗ σi)], de-

finiujemy kq jako największą wartość własną macierzy Kq = |q〉〈q| + TqTT
q ,

przy czym Tx = T, Ty = TT. lq jest największą wartością własną macierzy

Lq = |q〉〈q| + Tq|k̂p〉〈k̂p|TT
q , natomiast |k̂q〉 to znormalizowany wektor własny

stowarzyszony z wartością własną kq macierzy Kq. D
′
S i D

′′
S są zbieżne m.in. dla

stanów diagonalnych w bazie Bella.

B. Omówienie wyników prac składających się na rozprawę

Poniżej prezentujemy streszczenie artykułów składających się na pracę dok-

torską. Można je podzielić na dwie grupy: prace [A-B] dotyczą zastosowania

kwantowych kodów korekcji błędów w celu realizacji kwantowej komunika-

cji oraz kwantowych pamięci; zawierają one analityczne dowody na ograni-

czenia wierności kwantowych procesów w obecności lokalnego szumu, przy

3ang. quantum discord.
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zastosowaniu wybranych architektur. Druga grupa publikacji, [C-D], poświę-

cona jest zagadnieniu oddziaływania ze spinowym otoczeniem realistycznych

układów dwóch nieoddziałujących ze sobą, opartych na zlokalizowanych elek-

tronach spinowych kropek kwantowych w arsenku galu. Prezentuje ona (czę-

ściowo realizowalne doświadczalnie) protokoły wykorzystujące w celu detekcji

zewnętrznego pola magnetycznego jego wpływ na tempo i rodzaj dekoherencji.

Rozpoczniemy od prezentacji konstrukcji dowodów na możliwość kwantowej

komunikacji w dwuwymiarowych sieciach kwantowych.

1. Długodystansowa kwantowa komunikacja w dwóch i trzech wymiarach w obecności

szumu

Celem pracy [A] jest przedstawienie dowodu na kwantową komunikację

w dwuwymiarowych sieciach kwantowych, a także zaprezentowanie proste-

go schematu komunikacji w sieciach trójwymiarowych. W obu przypadkach

podstawą rozumowania jest izomorfizm pomiędzy przechowywaniem kwan-

towej informacji w sieciach kwantowych o wymiarze D, a jej przesyłem w

sieciach D + 1-wymiarowych. Wprowadzony w pracy [29] izomorfizm bazu-

je na stwierdzeniu, że wszelkie procedury umożliwiające korekcję lokalnego

szumu będącego skutkiem oddziaływania z otoczeniem w czasie, spełnią swo-

ją funkcję także w sytuacji utożsamienia tych błędów z błędami powstałymi

w wyniku teleportacji struktury kodu w przestrzeni, dokonanym przy użyciu

par niemaksymalnie splątanych, współdzielonych przez wybrane pary węzłów

sieci. Dlatego też możliwości komunikacji w dwóch i trzech wymiarach do-

wodzimy obliczając wierność kwantowych pamięci w odpowiednio jednym i

dwóch wymiarach, biorąc pod uwagę nie tylko oddziaływanie z szumem pod-

czas przechowywania, ale także ograniczone wierności procedury zakodowa-

nia i odkodowania stanu kwantowego.

W przypadku jednowymiarowym ([A], Twierdzenie 1) pokazano, że wier-

ność F0 zakodowania nieznanego stanu kubitu w kod zagnieżdżony jest ogra-

niczona od dołu przez funkcję

F0 ≥ e−2v
√

p, (8)

gdzie v to ilość bramek użytych do kodowania w pierwszy poziom zagnież-

dzenia, p ≤ pth/3 to prawdopodobieństwo lokalnego szumu (działającego na
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stan po wykonaniu każdej z bramek, włączając w to bramki identycznościo-

we), które jest mniejsze od prawdopodobieństwa progowego pth, właściwe-

go danej architekturze. Dowód opiera się na obliczeniu prawdopodobieństwa

sukcesu zakodowania w r. poziom zagnieżdżenia kodu poprzez wykorzysta-

nie szacowania prawdopodobieństwa błędu pk na k. poziomie zagnieżdżenia

(pk ≤ 1
c

(
cp0
)2k

, przy czym c = (v
2)), a następnie uniezależnieniu wyniku od

parametru r w rezultacie przeszacowań algebraicznych. Wykorzystanie analizy

zawartej w pracy [30] pozwala na obliczenie dolnego ograniczenia wierności

przechowywania stanu kwantowego. Przy założeniu, że wierność odkodowa-

nia nie jest mniejsza od wierności zakodowania (spełnionym np. w przypad-

ku całkowicie unitarnego protokołu kwantowych obliczeń w obecności szumu

[13]), otrzymujemy, na mocy wspomnianego izomorfizmu pomiędzy kwantową

pamięcią a komunikacją, dolne ograniczenie wierności F kwantowej komuni-

kacji w dwóch wymiarach:

F > e−2v
√

p[1− 2c1Te−c2V ], (9)

gdzie V = Nk to liczba kubitów, T to liczba kroków przestrzennych, na jakie

odbywa się komunikacja za pomocą wykorzystania zasobów lokalnego splą-

tania pomiędzy węzłami sieci tak, że lokalny błąd nie przekracza pth/3. Stałe

c1 oraz c2 zależą od rodzaju kodu zagnieżdżonego. Ograniczenie (9) impliku-

je możliwość perkolacji splątania [29] w dwuwymiarowej sieci kwantowej, w

której stany splątane dzielone są przez najbliższe węzły.

Rozpatrywanie zagadnień związanych z komunikacją w trójwymiarowych

sieciach kwantowych rozpoczynamy od przypadku, w którym zakładamy

możliwość idealnego przygotowania kubitów w stanach własnych macierzy

Pauliego σz i σx (tj. σz|0〉 = |0〉, σz|1〉 = −|1〉, σx|±〉 = ±|±〉), idealny po-

miar stabilizatorów i pojedynczych kubitów w bazie σz i σx, oraz możliwość

dokonywania rotacji σx i σz na sferze Blocha kubitów kodu4 ([A], część III).

Przedstawiamy procedurę zakodowania nieznanego stanu kubitu w topolo-

giczny kod Kiteva na płaszczyźnie, jak i procedurę jego odkowania. Przygo-

towanie stanu kubitów zilustrowane jest na Rys. 2(a) ([A]), następujące po nim

pomiary stabilizatorów i odpowiednie operacje odprowadzenia błędów służą

sprowadzeniu kodu w podprzestrzeń logiczną. Procedura odkodowania ([A],

4Procedura dla przypadku bezszumowego, ang. non-fault tolerant.
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Rys. 2(b)) opiera się na rotacjach dokonywanych na kubicie, na którym odkodo-

wujemy nieznany stan, warunkowanych jednokubitowymi pomiarami w bazie

Pauliego przeprowadzanymi na grupie innych kubitów. Pomiary te niszczą ko-

relacje kodu. Dowody na poprawność powyższych procedur ([A], Twierdzenie

2, Twierdzenie 3) opierają się na obserwacji [31], że wierność procesu kwanto-

wego zależy jedynie od wyników pomiarów dokonanych na dwóch komple-

mentarnych zbiorach stanów wejściowych. Część IIIB pracy [A] zawiera opis

procedury zakodowania w kategoriach teleportacji nieznanego stanu z jednego

węzła sieci w dwuwymiarowy kod, przeprowadzanej za pomocą maksymalnie

splątanych wirtualnych kubitów utworzonych w kodzie na skutek pomiarów

stabilizatorów.

Kolejnym rozpatrywanym przypadkiem jest model, w którym przygotowa-

nie stanów oraz pomiar stabilizatorów i rotacje na kubitach podlegają dzia-

łaniu probabilistycznego szumu5 ([A], część IV). W celu wykrycia i naprawy

tych błędów, rozszerzamy procedury zakodowania i odkodowania o pomiary

stabilizatorów dokonywane w czasie oraz odpowiedni algorytm korekcji błę-

dów. Obliczone zostało dolne ograniczenie na wierność procesu zakodowania,

przechowywania i odkodowania nieznanego stanu kubitu w kodzie Kitaeva na

płaszczyźnie. W ramach modelu lokalnego szumu nie rozważano zjawiska pro-

pagacji do kodu błędów powstałych podczas pomiaru syndromów. Zjawisko to

może być wzięte pod uwagę w duchu pracy [32], gdzie zastosowanie odpo-

wiednich technik poskutkowało zmodyfikowaniem progowej wartości praw-

dopodobieństwa błędu, nie zagroziło jednak jej dodatniości.

Algorytm korekcji błędów fazowych (błędy bitowe poprawiane są nieza-

leżnie i analogicznie, ze względu na przynależność kodu Kitaeva do rodziny

CSS) opiera się na przeprowadzaniu łańcuchów rotacji σz na dwuwymiarowych

projekcjach ścieżek łączących w sieci trójwymiarowej stabilizatory Xs o nietry-

wialnych wartościach pomiarów ([A], Rys. 4). Ścieżki te ustalane są poprzez

minimalizowanie ich całkowitej długości w metryce taksówkowej, zmodyfiko-

wanej o wagę − ln pi
1−pi

na połączeniach sieci reprezentujących kubity bądź po-

miary stabilizatorów obarczone błędem z prawdopodobieństwem pi. Ta mo-

dyfikacja metryki pozwala na uwzględnienie efektów procedur zakodowania

i odkodowania, które obejmują, odpowiednio, przygotowanie stanów kubitów

5Procedura dla przypadku z szumem, ang. fault tolerant.
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i ich pomiar w określonych bazach. Skutkuje to dużym prawdopodobieństwem

otrzymania nietrywialnego wyniku pomiaru stabilizatorów dualnych do wy-

branej bazy (jak np. w przypadku pomiaru stabilizatora XS zdefiniowanego na

kubitach przygotowanych w bazie σZ basis). W rezultacie, z punktu widzenia

procedur korekcji błędów określonego typu, efektywne brzegi kodu na płasz-

czyznach przygotowania i pomiaru ulegają przesunięciu do przekątnej płasz-

czyzn ([A], Rys. 4), co skutkuje niemożliwym do uniknięcia wpływem błędu

opisującego zakodowanie i odkodowanie na wierność całego procesu.

Intuicja ta została potwierdzona przez analityczne oszacowanie wierności

przedstawionej procedury ([A], Twierdzenie 6). Opiera się ono na szacowaniu

prawdopodobieństwa wystąpienia nietrywialnych pętli błędów prowadzących

do realizacji niekontrolowanej operacji logicznej na nieznanym stanie kodu.

Niezależne rozważania dla błędów bitowych i fazowych ([A], równania (17) i

(18)), przy wykorzystaniu Lematu 4, prowadzą, przy założeniu czasu przecho-

wywania stanu rosnącego co najwyżej wielomianowo z rozmiarem kodu N, do

następującego oszacowania wierności procesu

lim
N→∞

F ≥ 1− 6p− 2α2(5− 3α)

(1− α)3 (10)

dla p / 0.007, przy czym α = 12
√

p(1− p).

Ze względu na izomorfizm pomiędzy czasowym i przestrzennym wy-

miarem procedury, wyrażenie to dotyczy jednocześnie wierności protokołu

kwantowej komunikacji w trzech wymiarach, wymagającego jedynie lokalnej,

krótkotrwałej pamięci i lokalnych zasobów splątania ([A], Rys. 8). Wniosek 2 po-

kazuje, że przestrzenne wymiary kodu skalują się co najwyżej logarytmicznie z

odległością, na jakiej zachodzi komunikacja. Opisana przez nas procedura jest

zatem protokołem perkolacji splątania, wykorzystującym komutujące pomiary

stabilizatorów na płaszczyznach kodu, tranwersalną teleportację struktur kodu

pomiędzy płaszczyznami, a także lokalne przygotowanie i pomiary stanów w

celu zakodowania i odkodowania nieznanych stanów kwantowych.

2. Procedura zakodowania nieznanego stanu kwantowego w kody typu CSS

Celem pracy [B] było uogólnienie na wszystkie kody CSS wprowadzonej

w pracy [A] procedury zakodowania w kod Kitaeva na płaszczyźnie niezna-
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nego stanu kwantowego. Przez zakodowanie stanu |Ψ〉i = αi|0〉i + βi|1〉i fi-

zycznego kubitu zdefiniowanego na przestrzeni Hilberta Hi rozumiemy pro-

ces kwantowy, w wyniku którego kubit logiczny, zdefiniowany na j. podukła-

dzie przestrzeni logicznej kodu Hlog = ⊗jHLj , znajduje się w stanie |Ψ〉Lj =

αi|0〉Lj + βi|1〉Lj . Proponowana procedura zakodowania opiera się na wykorzy-

staniu faktu, że dla wszystkich kodów CSS operatory logiczne są nietrywial-

nym iloczynem tensorowym jedynie jednego typu macierzy Pauliego (σz bądź

σx). Chociaż procedura nieuwzględniająca wpływu szumu na przygotowanie

stanów i pomiar stabilizatorów dotyczy dowolnej struktury kodów CSS, sku-

piono się na kodach topologicznych ze względu na intuicyjne dla takich archi-

tektur jej uogólnienie na przypadek lokalnego szumu.

W bezszumowym przypadku zakodowania nieznanego stanu w topologicz-

ne kody CSS, procedura zakłada przygotowanie stanów |0〉, |+〉 na tych ku-

bitach, na których zdefiniowane zostały nietrywialnie logiczne operatory, od-

powiednio, ZL i XL. Każdy z operatorów logicznych działa tu nietrywialnie

na kubity ułożone na krzywych łączących brzegi kodu. Krzywe te przecinają

się na nieparzystej liczbie kubitów. Jedynie kubit w stanie przeznaczonym do

zakodowania umieszczany jest na jednym z przecięć, a pary kubitów z pozo-

stałych przecięć (jeśli takie występują) przygotowane są w stanach maksymal-

nie splątanych. Pozostałe kubity (te, na które nie działają operatory logiczne)

mogą zostać przygotowane dowolnie. Pomiar stabilizatorów i korekcje błędów

pozwalają na sprowadzenie stanu kodu do podprzestrzeni logicznej. Dowód na

poprawność procedury opiera się na fakcie, że parzystość na krzywych opera-

torów logicznych, początkowo zależna jedynie od stanu kubitu przeznaczonego

do zakodowania, zachowywana jest przez procedurę kodowania. Jest to zapew-

nione na skutek działania na kod operatorem logicznym dualnym w stosunku

do operatora logicznego, który nieparzystą ilość razy został przecięty przez

niekomutujące z nim ścieżki korekcji. W części III pokazujemy jednakże, że w

przypadkach kodu Kitaeva na torusie [33], kodu Kitaeva z defektami [34, 35],

kodu Bravyi’go na podukładach [36] oraz kodu Haaha [37] istnieje możliwość

przeprowadzenia korekcji w ten sposób, że nie skutkuje to przecięciem krzy-

wych operatorów logicznych – przeprowadzanie dodatkowych operacji logicz-

nych nie jest więc konieczne.

Dla wielu kodów CSS rozszerzenie powyższego rozumowania na przypa-
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dek z szumem opiera się na przygotowaniu kubitów otaczających linie logicz-

nych operatorów ZL i XL odpowiednio w stanach |0〉 i |+〉, a także na prze-

prowadzaniu korekt w oparciu o historię pomiarów stabilizatorów, podobnie

jak w pracy [A]. Praca [B] zawiera także opis dekodowania nieznanego stanu

z kodów CSS. W części IV obliczono górne ograniczenie prawdopodobieństwa

błędu fazowego kwantowej pamięci opartej na proponowanych algorytmach

zastosowanych w kodzie Bravyi’go na podukładach. Na tym przykładzie po-

kazano, że w granicy nieskończonego rozmiaru kodu wierność kwantowej pa-

mięci jest rzędu 1−O(p), gdzie p jest prawdopodobieństwem błędu lokalnego

szumu (1) na kubitach podczas jednego kroku czasowego, jak i prawdopodo-

bieństwem klasycznego błędu pomiaru stabilizatorów.

Warto zaznaczyć, że wypracowane procedury mogą służyć do realizacji uni-

wersalnych obliczeń kwantowych na kodach CSS, poprzez umożliwienie zako-

dowania stanów magicznych [8].

3. Zanik splątania w układach spinowych kropek kwantowych w obecności pola

magnetycznego

W pracy [C] rozważamy wpływ zewnętrznego pola magnetycznego na cha-

rakter i tempo zaniku splątania w układach dwóch wzajemnie nieoddziałują-

cych elektronowych kropek kwantowych w arsenku galu. Dla krótkich czasów

ewolucji, w których następuje ewolucja splątania, oddziaływanie dipolowe po-

między jądrami otoczenia, jak i ich oddziaływanie z polem, są zaniedbywalne.

Mechanizmem dekorencji jest oddziaływanie nadsubtelne spinu elektronu ze

spinami jądrowymi maksymalnie mieszanego stanu otoczenia, a hamiltonian

układu przybiera formę H = H1 ⊗ 1+ 1⊗ H2, przy czym każda z kropek opi-

sywana jest przez hamiltonian (3)

Hi = ΩŜz
i + D̂i + V̂i, (11)

gdzie Ω = −gµBB to rozszczepienie Zeemana. Operatory D̂i oraz V̂i opisują od-

działywanie nadsubtelne pomiędzy spinem (Ŝi) elektronu oznaczonego indek-

sem i oraz spinami (Îk,i) jąder atomowych oznaczanych indeksem k, ze stałymi

oddziaływania Ak,i. Człon D̂i = ∑k Ak,iŜz
i Îz

k,i prowadzi do utraty fazy, podczas

gdy V̂i =
1
2 ∑k Ak,i(Ŝ+

i Î−k,i + Ŝ−i Î+k,i) skutkuje utratą fazy oraz zmianą poziomu

obsadzeń w kropkach, przy standardowej definicji operatorów Ŝ±i = Ŝx
i ± Ŝy

i
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oraz Î±i = Îx
i ± Îy

i .

Jako że stałe Ak,i zależą od położenia jąder względem funkcji falowej elek-

tronu, a ich liczba w realistycznej kropce kwantowej w arsenku galu jest rzędu

N ≈ 106, bezpośrednie analityczne i numeryczne rozwiązanie ewolucji nie jest

możliwe. Nie znajduje tu uzasadnienia przybliżenie Markova (ze względu na

słabość oddziaływań dipolowych oraz oddziaływania nadsubtelnego, skutku-

jącego powolną dynamiką kąpieli spinowej), jak i przybliżenie słabego oddzia-

ływania (w interesującym reżimie pól Ω� A = ∑k Ak,i). Jednakże ze względu

na intuicję wynikającą z zasady nieoznaczoności energia-czas [17] wnioskuje-

my, że w reżimie t � N
A ≈ 10 µs dokładny rozkład stałych oddziaływania Ak,i

w arsenku galu powinien być nieistotny. Bierzemy zatem Ak,i = A/N dla obu

kropek, co jest powszechnie stosowanym modelem [38, 39]. Na skutek tej mo-

dyfikacji uzyskujemy, w bazie całkowitego momentu pędu jąder atomowych,

blokową postać hamiltonianu pojedynczej kropki. Umożliwia to jego diago-

nalizację. W dodatku ([C]) pokazano, że efekty odradzania się koherencji wy-

nikające z oddziaływaniem z małą ilością jąder są szybko tłumione wraz ze

wzrostem liczby jąder N, w konsekwencji czego ewolucja pojedynczych kro-

pek kwantowych może być efektywnie symulowana przez oddziaływanie z 50

jądrami atomowymi. W reżimie dużych pól (Ω � A), człon Vi może zostać

pominięty (w konsekwencji zasady zachowania energii dla zmian poziomów

obsadzeń w kropkach), i dekoherencja ogranicza się do dekoherencji fazowej,

podczas której koherencje zanikają proporcjonalnie do e−t2/T∗22 , z czasem cha-

rakterystycznym T∗2 ∝
√

N/A. Dla mniejszych wartości pól magnetycznych,

oscylacje koherencji pozostają skorelowane z oscylacjami obsadzeń. Dla bardzo

małych pól (Ω . A/
√

N) obsadzenia ulegają częściowemu wyrównaniu.

Badając dekoherencję stanów Bella dwóch nieoddziałujących ze sobą kro-

pek kwantowych, za miarę splątania przyjęto funkcję zbieżności C (4). Ze

względu na wpływ pola magnetycznego na ewolucję poziomów obsadzeń, po-

przez zmianę tego zewnętrznego parametru ewolucji przechodzić można od

gaussowskiego zaniku do reżimu, w którym występuje nagła śmierć spląta-

nia ([C], Rys. 1). Czas nagłej śmierci, tSD, charakteryzuje się niemonotonicz-

nym wzrostem w miarę zwiększania pola magnetycznego B ([C], Rys. 2), w

granicy dużych pól wykazując zależność logarytmiczną. Analizujemy możli-

wość wykorzystania zależności czasu nagłej śmierci splątania tSD(B) dla ma-
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łych pól magnetycznych B w detekcji pola magnetycznego. Ze względu na eks-

perymentalną możliwość przeprowadzenia pomiarów wierności stanu single-

towego F w układach dwóch kropek kwantowych metodą blokady Pauliego

[40], wprowadzamy świadka splątania W(t) = 1
2 − F(t), który spełnia relacje

t < tSD =⇒ W(t) < 0 oraz t = tSD =⇒ W(t) = 0, co wynika z bistochastycz-

ności kanałów kwantowych w obu kropkach. Postulujemy użycie pomiarów

W(t) w zakresie skokowej zależności tSD(B) jako progowego czujnika pola ma-

gnetycznego.

4. Ewolucja kwantowych korelacji i protokoły pomiaru pola magnetycznego w układach

spinowych kropek kwantowych

Praca [D] jest kontynuacją badań nad możliwością wykorzystania kwan-

towego szumu do detekcji pola magnetycznego w rozważanych w pracy [C]

układach kropek kwantowych. Postawiwszy pytanie, czy zasób splątania jest

konieczny w pomiarach pola magnetycznego (w sensie pracy [C]), badamy

zanik kwantowych korelacji opisywanych przez przeskalowany geometrycz-

ny dysonans D (5). W porównaniu z zanikiem splątania stanów Bella, zanik

dysonansu charakteryzuje się brakiem oscylacji oraz odrodzeniem dla długich

czasów ewolucji przy małych wartościach pola magnetycznego ([D], Rys. 1).

Magnetometryczne zastosowanie tego odrodzenia w zakresie 0− 5 mT ułatwia

fakt, że pomiar dysonansu jest tożsamy z pomiarem koherencji w układzie.

Zmiana znaku funkcji 1− g(t) w chwili czasu t0, g(t) = Tr(σz⊗σz$(t))
Tr(σx⊗σx$(t)) , jest warun-

kiem koniecznym i wystarczającym nieróżniczkowalności dysonansu w chwili

czasu t0. Dla zerowego pola magnetycznego przejścia ze stanu singletowego

do stanów trypletowych są jednakowo prawdopodobne, co implikuje g(t) = 1

dla dowolnej chwili czasu t. Dla niezerowych pól magnetycznych, ze względu

na konieczność dystrybucji w środowisku energii wynikającej ze zmiany spi-

nu elektronu, dekoherencja do wszystkich stanów trypletowych o niezerowym

rzucie momentu pędu jest tłumiona, co implikuje g(t) ≤ 1 dla dowolnej chwili

czasu t. W ten sposób zasada zachowania energii wyklucza nieróżniczkowal-

ność ewolucji dysonansu stanu singletowego.

Stany Wernera zdefiniowane są przez

ρ = (1− p)I + pS0, p ≤ 1, (12)
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gdzie I jest operatorem identycznościowym działającym na przestrzeni Hil-

berta układu dwóch kubitów, a S0 = 1
2

(
|01〉 − |10〉

)(
〈01| − 〈10|

)
projektorem

na stan singletowy. Wszystkie stany Wernera (także separowalne, tzn. takie,

które nie są splątane, parametryzowane przez 0 ≤ p ≤ 1/3) wykazują jakościo-

wo podobną zależność ewolucji kwantowego dysonansu od pola magnetyczne-

go. Rys. 3(a) ([D]) obrazuje wpływ pola magnetycznego na obecność korelacji

kwantowych w ewolucji stanu separowalnego. Obecność ta jest mierzona przez

M(B) =
1

D(ρ(0))

∫ τ

0
D(ρ(t))dt, (13)

przy τ = 20 ns. Splątanie nie jest zatem zasobem koniecznym przy wykorzy-

staniu badanego układu do celów magnetometrycznych.

Metoda pomiaru znajdująca zastosowanie w reżimie małych pól opiera się

na mierzalnej (choć nie bezpośrednio) funkcji g(t). g(t) charakteryzuje się

bardzo silną zależnością ewolucji od pola magnetycznego B w zakresie pól

0− 2 mT ([D], Rys. 2). I tym przypadku splątanie stanów początkowych nie

jest konieczne, jako że wszystkie stany Wernera wykazują identyczną ewo-

lucję |g(t)|, co wynika z komutowania bądź antykomutowania operatorów

Krausa kanału ewolucji układu jednej kropki z operatorami obrotów na ku-

bicie. Z tej samej przyczyny niedoskonałe przygotowanie stanu początkowe-

go ρ = (1 − p)S0 + pT0, gdzie T0 = 1
2

(
|01〉 + |10〉

)(
〈01| + 〈10|

)
jest pro-

jektorem na stan trypletowy (rozróżnialny w stosunku do stanu singletowego

w badanych układach metodą blokady Pauliego), skutkuje przeskalowaniem

g(t) → 1
1−2p g(t). Dla małych p nie wpływa ono znacząco na wrażliwość bada-

nego parametru na pole magnetyczne.

Stwierdzono ponadto, że w ewolucji dysonansu możliwe są punkty nieróż-

niczkowalności, o ile stan początkowy zostanie dobrany odpowiednio ([D], Rys.

3). Pokazano także, że – w przeciwieństwie do splątania – ewolucja dysonansu

niediagonalnych stanów Bella zależy silnie od nielokalnych czynników fazo-

wych ([D], Rys. 4).

C. Perspektywy

Zakończyliśmy strzeszczenie wyników naszego dwoistego podejścia do wy-

korzystania kwantowych korelacji w obecności zewnętrznego szumu. Na końcu

przeglądu wyników pracy doktorskiej pragniemy zaznaczyć możliwe kierunki
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dalszych badań opisywanych układów.

Pierwszym z nich jest aplikacja uzyskanych rezultatów do protokołów uni-

wersalnych obliczeń kwantowych, np. zbadanie wierności zakodowania stanów

magicznych w struktury kodów rozważanych w pracach [A] i [B], z uwzględ-

nieniem odpowiednich procedur destylacji oraz metod zapobiegania wpływo-

wi błędów pomiarowych na stan kodu. Drugim z celów jest rozszerzenie pro-

tokołu zakodowania nieznanego stanu w obecności szumu pomiarowego w

topologiczne kody CSS zdefiniowane na sieciach o wyższym wymiarze (także

pod kątem ich postulowanych zastosowań jako samonaprawiającej się pamięci

kwantowej). Jako wskazówka co do celowości praktycznej implementacji wy-

pracowanych procedur posłużyć mogłyby wyprowadzenie ściślejszych ograni-

czeń na ich wierności.

Badania zależności dekoherencji od pola magnetycznego w układach kro-

pek kwantowych, przedstawione w pracach [C] i [D], mogą zostać uzupełnione

przez analizę wpływu, jaki mają na zanik kwantowych korelacji oddziaływanie

wymienne pomiędzy elektronami oraz uwspólnienie środowisk (efekty poja-

wiające się przy małych odległościach pomiędzy kropkami). Własności magne-

tometryczne rozważanych układów mogą być także badane poprzez analizę

skalowania ograniczeń na informację Fishera m niezależnych kanałów [41] kro-

pek kwantowych, optymalizację czasu trwania pojedynczego pomiaru z m [42],

a także poprzez znalezienie optymalnej obserwabli, której pomiar prowadziłby

do wysycenia otrzymanego ograniczenia.
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beyond the Standard Quantum Limit, Physical Review Letters 111, 120401 (2013).




