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Resumo

Neste trabalho apresentamos um protocolo para a engenharia de estados vibracionais ar-
bitrarios de fons aprisionados que combina as técnicas de escultura de estados e sintese da
projecao. Este protocolo é desenvolvido tratando-se da situacao realista em que flutuagoes na
intensidade dos feixes laser estao presentes.

Em seguida, uma investigacao do processo de decoeréncia em armadilhas i6nicas, devido
a polarizagao do gds residual da armadilha é detalhadamente descrito. Novos resultados sao
comparados com os dados experimentais apresentados na literatura.

Apresentamos também um esquema para a sondagem do processo de tunelamento de um
tnico fon em um potencial do tipo poco duplo. Esta sondagem é realizada por meio da medida
fluorescente do estado eletronico fundamental do fon.

Por fim, no contexto de ondas propagantes apresentamos um protocolo para o teletrans-
porte de estados emaranhados de zero e um féton do campo de radiacao. Consideramos
a ocorréncia de fotoabsorcao nos elementos 6pticos lineares e nao-linerares requeridos para

alcancar 100% de probabilidade de sucesso no caso ideal.
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Abstract

In this work we present a proposal protocol for engineering arbitrary motional states of
trapped ions. Our scheme is based on both techniques of quantum state sculpture and pro-
jection synthesis.

Next, we investigate the decoherence process in ion traps due to the polarization of the
residual background gas. Our results are compared with experimental data round in the
literature.

We also introduce a scheme for probing the tunneling mechanism os a single ion trapped
in a double-well electromagnetic potential. The tunneling process is characterized through the
probability for a fluorescence measurement of electronic ground state of trapped ion.

Finally in the running wave domain, we present a protocol for the teleportation of an
entangled of zero- and one- photon states of the running wave field. We consider the process
of photoabsorption in the linear and nonlinear optical elements required to achieve 100% of

probability of success in the ideal case.
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Capitulo 1

Introducao

Desde a década de 70 diversas técnicas experimentais tém sido desenvolvidas para o controle
minucioso de sistemas quanticos individuais. Por exemplo, métodos para o aprisionamento de
um tnico fon atémico em uma armadilha eletromagnética, isolando-o parcialmente do meio
ambiente a sua volta, tém permitido colocar a prova diferentes aspectos de seu comportamento
com extraordindria precisao [1, 2]. O mesmo controle experimental também foi alcancado no
contexto do campo de radiacdo, tanto aprisionado em cavidades supercondutoras [3] quanto
propagante [4]. No primeiro caso, utiliza-se a interacdo do campo com dtomos de Rydberg
para manipular e caracterizar seu estado quantico, enquanto que no segundo utiliza-se ele-
mentos 6pticos lineares (como espelhos divisores de feixe e placas de fase) e ndo-lineares (meio
Kerr), para gerar e medir estados nao-cldssicos do campo. Além disso, feixes de laser que
interferem podem ser usados para induzir arranjos de potenciais microscépicos, as chamadas
redes 6pticas [5], pelo efeito Stark ac. As redes 6pticas possibilitam o mapeamento de Hamil-
tonianos exaustivamente estudados em mecénica estatistica para o dominio da éptica atomica.
Permitem, dessa forma, a simulagao de interacoes spin-spin [6] (similares aquelas que carac-
terizam o ferromagnetismo e o antiferromagnetismo), através da interagao dipolo-dipolo entre

dois dtomos neutros [7].



A preparacao de uma variedade de estados nao-cldssicos foi alcangada no contexto da
eletrodinamica quantica de cavidades (EQC) [9, 10, 11] e de fons aprisionados [13, 14]. Estados
do tipo “gato de Schrodinger” do campo de radiacdo em cavidades supercondutoras [10] e
do movimento quantizado de fons aprisionados [13] foram gerados experimentalmente. A
preparagao de estados de Fock “puros” do campo de radiacao foi apresentada pelo grupo
do Maz Planck Institute for Quantum Optics na Alemanha [11]. Recentemente, comunicou-
se a realizacdo experimental de um emaranhado contendo aproximadamente 10'? particulas
massivas [15]. Tal emaranhado foi obtido via interagdo de duas amostras atomicas em células
de gds com luz coerente, tendo sido mantido por 0, 5 milesegundos [15]. Essa notével realiza¢ao
aperfeicoa de forma extraordindria o estado da arte experimental em emaranhados quanticos,
uma vez que, anteriormente, o recorde pertencia ao grupo do NIST em Boulder, Colorado,
que anunciara o emaranhamento de 4 fons aprisionados [16].

A existéncia de estados emaranhados, tanto da radiacao quanto da matéria, que podem
exibir correlagoes nao-locais € um dos aspectos mais intrigantes da teoria quéantica. Tal com-
portamento suscitou uma critica a teoria quantica feita por Einstein, Podolsky e Rosen (EPR)
[17] em 1935. Entretanto, o advento das desigualdades de Bell [18], em 1964, permitiu testar
empiricamente o fenomeno da nao-localidade quéantica. Temos aproximadamente duas dé-
cadas dedicadas & demonstracao experimental do fenémeno da nao-localidade pela violacao
das desigualdades de Bell [19]. Apesar da maioria das experiéncias ter confirmado o cardter
nao-local da mecéanica quantica, loopholes experimentais foram apontados, o que tem evitado
uma conclusdo imparcial que, espera-se, seja alcangada em breve [20, 21, 22].

O advento de uma variedade de aplicagoes potenciais do fendbmeno da nao-localidade quéan-
tica [23, 24, 25, 26] junto com os avangos tecnolégicos citados acima, imprime uma nova ex-
pectativa ao que se convencionou chamar de Teoria da Medida Quéantica. De fato, indicam
a inauguragdo de uma nova fase em tecnologia de comunicagao [24, 25, 26] e computacao

[20, 27, 28, 29, 30, 31]. Esse novo campo da ciéncia e tecnologia, que combina e utiliza



recursos da fisica, matemaética, ciéncia da computagao e engenharia tem sido chamado de In-
formagao Quantica (IQ) [20, 28, 29] . Um dos seus principais focos é entender como a teoria
quantica pode ser aproveitada para melhorar, substancialmente, a aquisicao, transmissao e
processamento de informacao.

Ao contrério da informagao cléssica, a IQ codificada em qubits' (quantum bits) nao pode
ser copiada com fidelidade [28] unitdria — devido a linearidade da teoria quantica (teorema
da impossibilidade de clonagem de estados quanticos) [32] — ou ser medida sem ser pertur-
bada. Esta aparente fragilidade dos estados quénticos é uma caracteristica positiva para a
implementagao de protocolos de comunicacdo criptogréfica [28]. Por outro lado, a IQ pode
nos fornecer um meio para realizar tarefas muito dificeis ou impossiveis em um computador
convencional, como a fatoracdo de nimeros inteiros de forma eficiente?. Deve-se a P. Shor
[30] este célebre resultado que alavancou o cendrio da 1Q. O algoritmo quantico desenvolvido
por Shor pode fatorar um nimero inteiro com N digitos em um tempo (ou nimero de pas-
sos, ou operagoes logicas) que cresce em uma escala menor que O (N?3) . Portanto, tem-se um
crescimento polinomial do tempo em contraste com o superpolinomial dos algoritmos clas-
sicos conhecidos da ordem de exp [N 13 (log N )2/ *|. Tal realizacio tem grandes implicacoes
em sistemas de seguranga criptograficos convencionais, devido ao fato de grande parte desses
sistemas estar fundamentado na dificuldade de se fatorar niimeros com muitos digitos. Cabe
enfatizar a recente realizacao experimental do algoritmo quantico de Shor, em que se fatrou o
ndmero 15, através de ressonancia magnética nuclear (NMR), informada pelo Solid State and
Photonics Laboratory da IBM na Califérnia [33]

Para implementar fisicamente um computador quantico precisamos, além de um sistema

'Um qubit consiste em um sistema que possa exibir uma superposicio coerente de dois estados distingufveis

e possa ser emaranhado a outro sistema quantico.

2 Considera-se eficiente o algoritmo capaz de resolver um certo problema usando recursos (tais como tempo

e memdria) que cresgam no méximo polinomialmente com o tamanho dos dados de entrada [28].



quantico de dois niveis distinguiveis (o qual codifica o qubit), da habilidade para preparar
estados quanticos iniciais, medir estados quanticos finais e também implementar operacoes
légicas quéanticas universais, i.e. portas légicas CNOT e de um qubit [28]. O caminho natural
para a realizacao experimental dessas operagoes é a utilizagao da interacao radiagao-matéria
que pode ser bem controlada em diversos contextos fisicos. Existem varios sistemas fisicos
promissores para a implementacao de processamento légico quantico. Dentre esses podemos
destacar as cadeias lineares de fons aprisionados [34, 35|, os sistemas de spins nucleares (NMR
— Nuclear magnetic resonance) [36], os campos de luz propagantes [37] e aprisionados em
cavidades supercondutoras (EQC) [38], os quantum dots em semicondutores [39] e os elétrons
sobre superficie de Hélio liquido [40].

Embora uma variedade de sistemas fisicos estejam sob investigacao, apresentando-se como
potenciais candidatos & construcao de processadores légicos quanticos®, a realizacao pratica de
propostas em computagao ou comunicacao quantica é limitada pelo processo de decoeréncia
[41], devido ao acoplamento inevitdvel do sistema quantico ao meio ambiente que o envolve
[42, 43, 44, 45, 47] e as flutuagbes intrinsecas nos parametros de intera¢ao requeridos [46, 48].
O processo de decoeréncia transforma um vetor de estado puro em uma mistura estatistica
de estados causando perda irreversivel de informacao quantica em uma escala de tempo que
é inversamente proporcional tanto ao parametro de acoplamento quanto & excitacao quantica
do estado original [41, 42, 44, 46]. De fato, a necessidade de enormes superposigdes de qubits
para a realizacao de computacao quantica massiva nos impoe restricoes de que o sistema
quantico seja o mais isolado possivel do meio ambiente que o cerca e que os pardmetros de
interacao envolvidos sejam precisamente controlados. Conseqiientemente, a investigacao e o
tratamento matematico das fontes de ruido em sistemas quanticos é um passo crucial em

direcao a implementacao experimental de processadores 16gicos quanticos.

3J4 que a manipulacao individual, a correlacdo e a medicio dos qubits nestes contextos apresentam-se

vidveis.



Vale acrescentar que um dos mais surpreendentes e importantes avancos recentes da IQ é a
descoberta de que estados quanticos podem ser protegidos de erros [28, 29, 49]. A esséncia da
correcao de erros quéntica estd em codificar e decodificar os qubits de forma que os erros nao
afetem a informacao estocada no mesmo. Para isso, precisamos conhecer bem os mecanismos
de decoeréncia do sistema em que a IQ estd sendo processada, pois existem limites para esses
protocolos [49].

Tendo em vista o contexto exposto acima, esta tese é dedicada a investigacao do fenémeno
de decoeréncia em fons aprisionados e ao estudo dos efeitos de ruidos em processos de engen-
haria e teletransporte de estados quéanticos, além de propor um esquema para a sondagem do
mecanismo de tunelamento de uma tnica particula. Vale acrescentar que para facilitar a com-
preensao, cada capitulo da tese foi escrito de forma que pudesse ser lido independentemente
dos demais.

A tese estd organizada da seguinte forma: no capitulo 2 apresentamos um esquema factivel
para a engenharia de estados arbitrdrios de movimento de um fon aprisionado. A partir do
estado de movimento coerente previamente preparado, mostramos como a fungao de quase-
distribuicao do estado desejado pode ser esculpida. O processo de engenharia também é
desenvolvido na presenca de erros oriundos de flutuacoes na intensidade dos pulsos laser re-
queridos para manipular os estados eletronicos e vibracionais do fon. Quando investigamos os
efeitos de ruidos em processos que envolvem muitos passos da interacao radiagao-matéria, os
célculos de suas respectivas fidelidades por métodos padroes ab-initio tornam-se muito exten-
sos e até mesmo proibitivos. A fim de contornar essas dificuldades utilizaremos a abordagem
de operadores fenomenolégicos [45, 47, 48]. Essa abordagem nos fornece uma técnica direta
para estimar os efeitos de ruido ou dissipacao em um dado processo quantico tornando, assim,
o cédlculo da fidelidade uma tarefa menos drdua [48].

Abordaremos novamente o processo de decoeréncia em fons aprisionados no capitulo 3,

investigando o mecanismo de dissipacao e aquecimento associado & polarizagao do gds residual



induzida pelo fon. Fundamentando nossa abordagem em uma analogia com a fisica de elétrons
sobre superficie de hélio liquido, mostramos que o amortecimento assimétrico das oscilacoes
de Rabi observado nos experimentos com ?Bet do NIST é compativel com o fenémeno de
polarizagao estudado. A dependéncia medida do amortecimento das oscilagoes de Rabi com o
estado vibracional inicial do fon é também predita nesse modelo.

No capitulo 4 descrevemos um experimento para sondar o processo de tunelamento de
um unico fon aprisionado em um potencial eletromagnético do tipo poco duplo. A evolucao
temporal da probabilidade para a medida fluorescente do estado eletronico fundamental do fon
é empregada para caracterizar o processo de tunelamento de uma tnica particula. O esquema
proposto também pode ser usado para a implementagao de processamento de IQ.

Ja no capitulo 5 propomos um esquema para o teletransporte de estados emaranhados de
zero e um féton do campo propagante. Empregamos elementos 6pticos lineares e nao-lineares
para obter 100% de probabilidade de sucesso no caso ideal. Utilizaremos também um trata-
mento fenomenolégico para estimar a fidelidade do processo de teletransporte que é limitada
devido a fotoabsorcao nos elementos 6pticos. Adotamos uma estratégia para a realizacao da
medida de Bell que possibilita sondar a fotoabsorcao nos elementos 6pticos. Tal estratégia
combinada com as usualmente pequenas constantes de absor¢ao que caracterizam os elemen-
tos Opticos resulta em uma alta fidelidade para o processo de teletransporte. Finalmente, no

capftulo 6 apresentamos nossas conclusoes e iltimos comentérios.
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Parte 1

Engenharia de Estados, Decoeréncia e

tunelamento em Ions Aprisionados
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Capitulo 2

Engenharia de Estados de Movimento
de Tons Aprisionados via Pulsos Laser

com Flutuacao na Intensidade

2.1 Motivacao

Nos tltimos anos avangos experimentais no dominio de eletrodindmica quéantica de cavidades
(EQC) e fons aprisionados tém motivado um crescente interesse na chamada engenharia de
estados nao classicos, tanto da radiagao quanto da matéria. A preparacgao de estados quanticos
constitui um passo crucial para testar os fundamentos da mecéanica quantica, tais como nao-
localidade e decoeréncia [1]; e para o desenvolvimento de dispositivos como portas légicas para
a implementagdo de computacao quéantica [2]. Vérios esquemas tedricos tém sido propostos
para preparar estados quanticos do campo eletromagnético aprisionado em cavidades com alto
fator de qualidade [3, 4, 5, 6, 7, 8], estados do campo propagantes [9, 10], além de estados
eletronicos e vibracionais de fons aprisionados [11, 12, 13, 14, 15, 16].

A técnica descrita por de Matos Filhos e Vogel [11] prepara estados coerentes pares e
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impares de movimento, via excitacao laser de duas transicoes vibracionais. A partir do estado
fundamental vibracional, como na Ref. [11], Kneer e Law [12] propuseram um esquema para
gerar um emaranhado arbitrério dos estados vibracional e eletrénico de um fon aprisionado.
Esses autores também discutiram a engenharia de estados vibracionais com dois graus de
liberdade de um unico fon. Drobny et al. [13] forneceram um método para a preparacao
deterministica de estados com dois modos de vibragao. Além disso, técnicas deterministicas
para criar estados de Bell de dois fons aprisionados foram apresentadas por Solano et al. [14], e
Moya-Cessa et al. [15] apresentaram um procedimento para a obtengdo de uma superposicao
discreta arbitraria de estados coerentes vibracionais. Todas essas propostas consideram a
situacao ideal, na qual erros inerentes aos processos experimentais sao desprezados.

A preparagao experimental de uma variedade de estados nao cléssicos foi alcancada no con-
texto de EQC [1] e de fons aprisionados [19, 20, 21, 22] . Estados do tipo “gato de Schrodinger”
do campo de radiacdo em cavidades supercondutoras [1] e do movimento quantizado de fons
aprisionados [20] foram gerados experimentalmente. A preparacao de estados de Fock “puros”
do campo de radiacao foi recentemente apresentada pelo grupo do Mazx Planck Institute for
Quantum Optics na Alemanha [18].

A viabilidade do processo de engenharia de estados quanticos em fons aprisionados advém
do fato que a decoeréncia das superposicoes quanticas de estados eletronicos torna-se de-
sprezivel através da supressao da emissao espontanea utilizando-se niveis meta-estdveis. Além
disso, a coeréncia quantica de estados de movimento persiste por muitos ciclos de Rab: da
interagdo do tipo Anti-Jaynes-Cummings (frist blue sideband) [19] (ver Fig. 3.3 do préximo
capitulo). E interessante citar aqui uma recente e notével realizacio experimental, pela qual a
decoeréncia de estados vibracionais de um unico fon foi controlada através da chamada engen-
haria de reservatérios quanticos [24]. Para alcancar este controle, técnicas de resfriamento a
laser (laser cooling) foram consideradas para gerar efetivamente um reservatério a temperatura

zero como sugerido na Ref. [25].
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Diferentemente dos processos em EQC, onde o mecanismo de dissipacao da cavidade é a
principal fonte de decoeréncia, no dominio de fons aprisionados assume-se que os erros advém
de ruidos técnicos, a saber: flutuacoes do campo elétrico da armadilha e na intensidade e
fase dos pulsos laser, usados para manipular os estados eletronicos e vibracionais dos fons
[22]. Modelos estocasticos tém sido propostos para lidar com este tipo de erro [26, 27, 28, 29],
mostrando somente um acordo qualitativo com os resultados experimentais. Recentemente, foi
proposto também uma modifica¢ao da equacao mestra [30] baseada na estatistica ndo-extensiva
de Tsallis [31] para descrever a decoeréncia em fons aprisionados. Di Fidio e Vogel [32], ao
invés de mecanismos estocdsticos, propuseram um modelo para tentar explicar o decaimento
das oscilagoes de Rabi, observadas nos experimentos do NIST! [19], através de quantum jumps
do nivel auxiliar para os niveis meta-estdaveis. Esse tltimo modelo reproduz a assimetria no
decaimento das oscilagoes de Rabi, mas nao é sensivel ao estado vibracional inicial do fon,
aspecto que foi observado experimentalmente. Ainda cabe citar o modelo de Budini, de Matos
Filho e Zagury [33] que, assumindo um acoplamento de um dos modos vibracionais do fon
com campos estocdsticos dos eletrodos e tempo de vida finito dos niveis eletronicos, obtiveram
resultados em bom acordo com as medidas experimentais [19]. Finalmente, enfatizamos que
no capitulo 3 serd apresentado um modelo diferente dos citados acima para tratar decoeréncia
em fons aprisionados considerando a interacao do fon com o gés residual das armadilhas. Tal
modelo também leva a resultados que estao em bom acordo com os dados das experiéncias do
NIST [19).

Neste capitulo apresentamos um esquema factivel para a engenharia de estados de movi-
mento idnicos através de uma adaptacao da técnica de sintese da projecao, proposta origi-
nalmente no contexto de ondas propagantes [34, 35|, para o contexto de fons aprisionados.
Utilizando essa técnica podemos sintetizar medidas de estados de superposicao arbitrarios e

também medir propriedades particulares do campo de radiacao, tais como sua fase [34] ou sua

! National Institute of Standards and Technology, Boulder, Colorado, EUA.
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fungao de quase-distribuicao @ [36]. A partir do estado coerente de movimento, previamente
preparado, mostramos como esculpir? de uma distribuicao Gaussiana a funcao de Wigner do
estado desejado. O método de escultura de estados quéanticos foi introduzido, utilizando tam-
bém a técnica de sintese da projegao, no contexto de EQC [7]. Porém, aqui temos a vantagem
da facilidade de manipulagao de fons aprisionados para tornar o processo de escultura de es-
tados mais atrativo para uma possivel implementagao experimental. No dominio da EQC o
método de escultura de estados aperfeigoa consideravelmente algumas propostas para gerar
estados quéanticos do campo e radiagdo. Na Ref. [3] requer-se a interagdo sucessiva de N
dtomos com uma cavidade, inicialmente no estado de vicuo, para a geracao de um estado de
superposicao do campo com nimero maximo de fétons igual a N Por outro lado o método de
escultura de estados requer aproximadamente a metade desse nimero de dtomos, exatamente
M =int [(N + 1) /2] 4tomos, para gerar o mesmo estado de superposigao. Isso se deve ao fato
de comecarmos o processo a partir de um estado coerente previamente injetado na cavidade
em vez do estado de vdcuo, como na Ref. [3]. Assim, ao invés de construirmos o estado de-
sejado féton a féton, nés procedemos a uma escultura do estado do campo a partir do estado
coerente cuja excitacao média adequada é previamente calculada. Esta situagao é andloga a
proposta neste capitulo para criar estados quanticos de movimento de fons aprisionados. Ao
invés de utilizar N passos para gerar um estado de movimento arbitrario com nimero maximo
de fonons igual a N, nosso método utiliza somente M passos, como no contexto de EQC.
Também elaboramos o processo de engenharia de estados considerando a situacao realista
em que ruidos provenientes de flutuagoes na intensidade dos pulsos laser, usados para manip-
ular os estados eletronicos e vibracionais, estao presentes. Para tratar esses erros, utilizamos
neste capitulo o modelo de Schneider e Milburn [26] que, embora nao esteja em perfeito acordo

com os dados experimentais para o amortecimento das oscilagoes de Rabi [19], possui solugao

2Este termo foi utilizado no contexto de EQC em R. M. Serra, N. G. de Almeida, C. J. Villas-Boas e M.

H. Y. Moussa, Phys. Rev. A 62, 043810 (2000).
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analitica e pode nos dar uma boa estimativa qualitativa [26].

Quando investigamos decoeréncia em processos que envolvem muitos passos da interacao
radiacao-matéria, — como por exemplo na preparacao de estados ou na demonstragao de op-
eragoes lgicas em fons aprisionados — os cédlculos de suas respectivas fidelidades por métodos
padroes ab initio tornam-se muito extensos e até mesmo proibitivos. A fim de contornarmos
essas dificuldades aplicamos a abordagem de operadores fenomenoldgicos [37, 38, 39], desen-
volvida recentemente, que nos fornece uma forma direta para estimar os efeitos de ruido ou
dissipacao em um dado processo tornando, assim, o cédlculo da fidelidade uma tarefa menos
drdua [39]. Finalmente, apresentaremos uma técnica para otimizar a fidelidade do processo de
engenharia na presenca de ruidos baseada na maximizacao da taxa fidelidade-probabilidadede,

uma estimativa de custo beneficio do processo que serd introduzida na secao 2.3.

2.2 0O modelo

Consideraremos um tnico fon de massa m em uma armadilha harmoénica unidimensional cuja
freqiiéncia é v. O fon possui transi¢oes proibidas entre dois niveis internos eletronicos (estados
excitado | T) e fundamental | |), tomados como subniveis hiperfinos), separados pela freqiiéncia
wo e acoplados indiretamente pela interacao com dois feixes de laser contrapropagantes, de
freqiiéncias w; e wy, em uma configuracao tipo Raman estimulada. Como indicado na Fig.
1, os feixes de laser estdo dessintonizados de A de um terceiro nivel mais excitado |r) que,
na configuragdo tipo Raman estimulada, é eliminado adiabaticamente quando A é muito
maior que as seguintes quantidades: a largura de linha do nivel |r), o acoplamento associado
com as transicoes | 1) < |r), | |) < |r) e a dessintonia § = wy — wy (W = w1 — wa)
[40, 41, 42, 43, 44, 45]. A transigao entre ||) e um quarto nivel |d), obtida por outro laser
fortemente acoplado, é considerada para medir o estado eletrénico fundamental do fon através

da coleta do sinal fluorescente [21, 40, 43].
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Figura 2.1. Diagrama dos nfveis de energia eletronicos de um fon interagindo com feixes
de laser de freqiiéncias wy e wy, onde 0 = wy — w; + wy (0 <€ A). |r) (eliminado
adiabaticamente) corresponde a um nivel auxiliar que indiretamente acopla os niveis |T)
e |]), e |d) indica um nivel eletronico usado para a medida de fluorescéncia e assim

caracterizar o estado eletronico || ).

O Hamiltoniano que descreve a interacao efetiva do movimento quantizado do centro de
massa ionico (CM) com seus graus de liberdade eletronicos é [21, 44], em um referencial girante

com a “freqiiéncia efetiva do laser” wy (h=1):

~

i =vata+ 05, + 0 (6,760t 4 5_c-in@rahiie) 2.1
2 +

onde ¢ ¢é a diferenca de fase entre os dois feixes de laser, o, = |1) (||, 0_ = |]) (T] e 7, s@o

os operadores de pseudo-spin de Pauli usuais, a' (@) é o operador de criacdo (aniquilagao) de
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quanta de energia vibracional, ) é a freqiiéncia de Rabi efetiva da transi¢do |T) < |[), e n é

o parametro de Lamb-Dicke definido como [21, 40]:

Ak

= . 2.2
= (2.2)
— — - — — —
Aqui Ak = (kq1— ko)« i, k@)l =wie/c, k1 ( ko ) refere-se ao vetor de onda do laser

-, . o . :
1(2), e i € o vetor unitdrio na diregdo do eixo da armadilha.
Escrevendo H na representacao de interacao e expandindo o Hamiltoniano resultante em

termos do pardmetro de Lamb-Dicke obtemos

H =0y (“7)”‘ G at"glelm-trdlt=ie 4 p o | (2.3)
mii:
m,[=0

Assumindo o limite de Lamb-Dicke , para o qual n < 1, onde o movimento do CM ibnico
é fortemente localizado com respeito ao comprimento de onda dos feixes laser, obtemos o

Hamiltoniano simplificado
H =Q (Gre % tino a4 i ae O 4 pel)

onde a ressonancia ¢ alcangada através da sintonia das freqiiéncias dos feixes laser (1 e 2) de
forma a obter 6 = v ({ = m —[). Considerando os valores realistas para a freqiiéncia da
armadilha v/27 ~ 11.2 MHz e Q/271 ~ 475 kHz [19], a aproximagao de onda girante[46] leva
ao Hamiltoniano do tipo Carrier (¢ = 0) quando sintonizamos a freqiiéncia do laser efetivo de
modo a obter § = 0:

H,= QG e +5_¢9). (2.4)
Esse Hamiltoniano induz a transi¢do |n, |) «— |n,T) (onde |n) indica um estado de Fock

vibracional), e é responsével por rotagdes sobre o estado eletronico do fon de acordo com

—iH.T

e n,T) = cos(Q7r)|n,T) —ie”sin (Q7)|n, ), (2.5a)

—iHeT

e n,l) = cos(Qr)|n,]) —ie ¥sin(Qr)|n,T). (2.5b)
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Quando sintonizamos a freqiiéncia efetiva do laser de modo a obter § = v, a aproximacao
de onda girante nos leva a um Hamiltoniano do tipo Jaynes-Cummings (¢ = 1) correspondendo

ao primeiro deslocamento da banda lateral para o vermelho (first red sideband),
Hyo = i@, e —alo_e™). (2.6)

Hjc induz a transicao |n, |) «— |n — 1, 7T), de forma que os estados eletronicos e vibracionais

evoluem como

e iflueT n, 1) = Culn, 1) — e %S, In+1,1), (2.72)

e T I 1y = Chliln ) + €98 n—1,1), (2.7b)

onde C,, = cos(grv/n+ 1), S, = sin(grv/n +1), 7 é o tempo de duracio do pulso laser, e
g = n. Finalmente, notamos que é possivel obter um Hamiltoniano do tipo anti-Jaynes-
Cummings (¢ = —1) correspondendo ao primeiro deslocamento da banda lateral para o azul
(first blue sideband). Entretanto, para o propédsito deste capitulo nés ndo vamos usar esta

interagao especifica que induz a transicao |n, |) «— |n+ 1, 71).

2.3 Escultura de Estados Quanticos - Caso Ideal

Nesta secao mostraremos como preparar estados arbitrarios de movimento iénico através das
técnicas de sintese da projegao (originalmente proposta no contexto de campos propagantes
[34, 35]) e de escultura de estados (originalmente proposta no contexto de EQC [7]). Assum-
imos que o fon ¢ inicialmente preparado (através da tecnologia corrente [20, 21]) no estado

coerente de movimento do centro de massa |«) de forma que
(B0 =)o) =3 AP, (28)
n=0

com AV = exp(—|af* /2)a" / vn!l. Como o estado desejado ¢ gerado a partir do estado

coerente previamente preparado, denominamos este processo de escultura de estados quanticos.
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De fato, como serd mostrado abaixo, nossa estratégia consiste em esculpir a funcao de quase-
distribuicao do estado desejado, através de pulsos laser adequados, a partir da funcao de
quase-distribui¢do para o estado coerente previamente preparado segundo a Eq. (2.8). Os
pulsos laser carrier (C') e Jaynes-Cummings (JC') funcionam como “cinzéis quanticos” sobre a
distribuicao inicial para o estado coerente, como mostrado via notagao de algoritmos quanticos
[47] na Fig. 2.2. No dominio de EQC, os dtomos de Rydberg fazem o papel de “cinzéis
quanticos” [7].

A operacao inteira ¢é realizada em ciclos de trés passos, requerendo sucessivamente i) um
pulso carrier C, para preparar o estado eletrénico em uma superposicao particular, i) um
pulso JC|, para emaranhar os estados de movimento e eletronico do fon, e iii) a seqiiéncia
de um pulso carrier (s e medida fluorescente do estado eletréonico do fon. O terceiro passo
constitui a sintese da projecao que nos possibilita sintetizar uma medida de uma superposicao
particular dos estados eletrénicos e, conseqiientemente, sintetizar uma proje¢ao nos graus
de liberdade vibracionais do fon de forma a obter o estado desejado. Um sinal fluorescente
projeta o estado interno do fon em ||), enquanto que a auséncia de fluorescéncia projeta o
estado em |T). Para a proposta presente, a auséncia de fluorescéncia é crucial para prevenir
a ocorréncia de aquecimento no movimento do CM i6nico. Assim, ao final de cada ciclo a
deteccao de auséncia de fluorescéncia é requerida para a realizacao bem sucedida do processo

de preparacao de estados.
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N Primeiro ciclo ) \intermediérios ] \_ M-ésimo ciclo )

Figura 2.2. Notacao de algoritmo quéantico [47] para o processo de escultura de estados
de movimento em fons aprisionados. Os parametros complexos 3, e €5 indicam rotagoes
dos estados eletronicos executadas pelo primeiro e segundo pulso carrier (Ch e Cb),
respectivamente, no k-ésimo ciclo, e esses parametros sao ajustados através da escolha
adequada da duragao e fase dos pulsos laser segundo as Eqgs. (2.5a) e (2.5b). U(7g, )
indica o operador evolu¢ao do k-ésimo pulso JC. Ao fim de cada ciclo a medida de
auséncia de fluorescéncia (projegao em |T)) é requerida para completar o processo de
engenharia de estados com sucesso. O tempo procede da forma usual da esquerda para

a direita.

Repetiremos os ciclos de trés passos M vezes para esculpir o estado arbitririo desejado
W) = SN d, [n) @ 1) (ver Fig. 2.2), onde notamos que o estado eletronico fica fatorado.
Os parametros M e Ny (o numero de excitagdo méxima do estado desejado) sao relacionados
a seguir.

Considerando o k-ésimo ciclo do processo de escultura, comecaremos por assumir que o

estado i6nico apds o (k — 1)-ésimo ciclo seja dado por

W) = 3 AE D ). 29)
n=0
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Como primeiro passo do k-ésimo ciclo prepararemos, com o pulso carrier (7, o estado de
superposicao eletronico N, (1) + B, [1)), onde Nz, = (1+ \ﬁk\Q)_l/Q e (B, € um parametro
complexo ajustado pelo pulso C; [com uma duracao e fase apropriadas conforme as Egs. (2.5a)
e (2.5b)]. No segundo passo, um pulso JC emaranha os estados vibracional e eletronico da

seguinte forma:
69 = N, 3 AL (CP [0, 1) — e oS B n+1, 1) +
n=0
8,0V, [, 1) + €93, S, I — 1, T>) : (2.10)

onde CF) = cos(grv/m + 1), S = sin(grv/m + 1), 71, e , sdo o tempo de duragio e
a fase do k-ésimo pulso JC, respectivamente. Em seguida, no terceiro passo, temos que
sintetizar a projegao do estado (2.10) em uma superposi¢ao particular (do k-ésimo ciclo)
IX®) =N (IT) + 1 [1)), com AL, = (1+ \ek\Q)_l/z. O parametro complexo ¢, resulta da k-
ésima rotacao dos estados eletronicos induzida pelo segundo pulso carrier C5. Em conseqiiéncia
da auséncia de fluorescéncia (caso em que a medida de |T) foi bem sucedida), o estado i6nico

apoés a sintese da projecao é dado por
[T) = N I1) <X(k)\¢(k)> => AP n,1). (2.11)
n=0

Os coeficientes A% resultam daqueles da Eq. (2.10) usando a rela¢do de recorréncia AP =

N, kR(f), onde

D(zk) - (q(zk) + €kﬁkc7(zk_)1) Aq(zk_l) + ei@kﬁk‘sqsk)Anﬁ—_ll) — e Whey (1 - 0n,0) Sq(zli)lA(k_l) (2.12)

n—1 »

e a constante de normalizacao N é dada por

o ~1/2
N, = [Z|F§f)|2] . (2.13)

n=0

O pulso Cs e a auséncia de fluorescéncia (medida do estado |T)) sdo necessarios para ajustar a

“medida” da superposicao particular | X(k)>, na qual, em analogia com a medida da polarizagao
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da luz, esses fazem o papel de “analisador” e “polarizador”, respectivamente, dos estados
eletronicos, permitindo-nos analisar uma superposicao arbitraria de |T) e |]). Essa medida
[49] funciona da seguinte forma: o pulso carrier Cy ¢ ajustado de tal forma que o estado
de superposicao eletronico do fon | X(k)> sofra uma transformagao unitéria para o estado |T).
Caso contrario, o estado eletronico evolui para |]) se o fon estiver inicialmente (antes do pulso
carrier Cy) no estado ortogonal a |X(k)>. Apés o pulso carrier Cy uma medida de fluorescéncia
é requerida para projetar o estado em |T) ou ||). Em geral, o estado eletronico apés o pulso JC
estard em uma superposicao do estado | X(k)> e do ortogonal a | X(k)> (note que esses estados
formam uma base completa), assim em um evento fracassado encontraremos sinal fluorescente
(detecgao de ||)), e em um evento bem sucedido ndo encontraremos (detecgao de |1)). Assim,
a técnica de sintese de projecao é capaz de medir observiveis da forma |X(k)> <X(k)|, que
representam projetores com autovalores associados com a auséncia (medindo |1)) ou presenga
(medindo ||)) de fluorescéncia.

Uma vez que a projecao de um estado eletrénico em particular no M-ésimo ciclo deve

completar o processo de escultura, a seguinte igualdade deve ser satisfeita

00 Ng
Nag 1) (0100 ) = ST A [n, 1) = 3 du [, 1) (2.14)
n=0 n=0

requerendo que AM ~ 0 quando n > N, + 1. Essa aproximagao resulta em uma fidelidade nao
unitdria para o processo de escultura. Usualmente a fidelidade de um dado processo quantico
é definida para levar em conta os erros introduzidos devido a mecanismos dissipativos do meio
ambiente ou flutuagdes em um dado parametro do sistema [37, 38, 39, 47]. Como mencionado
anteriormente, na préxima secao consideraremos a situacao nao ideal onde flutuagoes estocéas-
ticas nas intensidades do laser [26] estdo presentes durante o processo de escultura. Nesta
secao, tratando-se do caso ideal, a fidelidade é definida apenas para levar em conta os erros

introduzidos na aproximagao AM ~ 0 quando n > N; + 1 inerente ao processo de escultura.
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Assim, a fidelidade do processo ideal de escultura é escrita como

2
) ’ZNd d* F%M) ’

n=0""n

L
00 (M)
5% [T

F= ’<\I/d\¢<M>>’ (2.15)

A probabilidade de esculpirmos com sucesso o estado desejado é P = Hfﬁ\il Py, onde Py
é a probabilidade de sintetizarmos a medida da superposicao particular ( |X(k)> ), dada por
’<X(k) |p*) > ’2, no k-ésimo emaranhado de estados de movimento e eletronico [Eq. (2.10)]. Em
outras palavras, P, refere-se a probabilidade de medirmos a auséncia de fluorescéncia apds o
segundo pulso carrier C5 no k-ésimo ciclo. Essa probabilidade é dada por

n=0

Para uma escolha apropriada da excitacao média do estado coerente inicial de movimento,

2 — , ~ . i
= T4, Observamos através da relacdo de recorréncia (2.12) e da defini¢ao dos coefi-

|al
cientes A%O), que os coeficientes M) dependem de poténcias de «, segundo \a\j /+/J!, com
n—M < j < n+ M. De fato, podemos concluir de forma direta que, apés uma apli-

~ ~ ~ . . M ~ . . .
cagao da relac@o de recorréncia (2.12), os coeficientes '™ serdo proporcionais aos coeficientes

{ Aff\f; Y , AN , Afﬁ; 2 }; ap¢s duas aplicagoes da relagao (2.12) segue que

D0 o LA, AP, A2 AN AN
e ap6s M aplicagoes finalmente obtemos
0 0 0 0
F7(1M) X {Afz—)Mﬂ Afm—)M—f—la ) A7(10)7 ey Aq(H)-M—la Afz—?—M} :

Portanto, a partir da definicao de AY (estado coerente de movimento inicial), notamos
que M depende de poténcias de o, como mencionado acima, e a escolha da excitacao média
7, deve assegurar que Py(N; — M + 1) = [(N; — M +1]a)|* ~ 0 (satisfazendo a imposicao
AM ~ 0 quando n > Ny + 1), resultando em uma alta fidelidade F as custas de uma baixa

probabilidade P. Isto é evidente através do denominador da Eq. (2.15), onde percebemos que
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quanto menor o nimero [ na soma dos coeficientes significativos, tanto maior serd a fidelidade.
Por outro lado, na Eq.. (2.16) observamos que a probabilidade P é diretamente proporcional a
a. Como conseqiiéncia, as Egs. (2.15) e (2.16) nos fornecem uma taxa fidelidade-probabilidade,
R = FP¢, uma estimativa de custo-beneficio para a escultura do estado desejado, onde os
parametros £ e ¢ sao apropriadamente escolhidos para dar pesos as contribuicoes da fidelidade
e da probabilidade de acordo com as necessidades ou intengoes do “escultor”. De fato, o
“escultor” pode decidir privilegiar a fidelidade ou a probabilidade na estimativa de custo-
beneficio R, e neste trabalho optamos por privilegiar a fidelidade, escolhendo os valores ¢ = 4
e(=1/2.

Estamos interessados na melhor taxa de custo-beneficio para o processo de escultura, e
portanto, estamos interessados em maximizar a taxa R. Para tal maximizacao fazemos uso
de todos os pardmetros envolvidos no processo, a saber: a duracao e a fase do pulso laser JC
(T) € ¢.), 0s parametros [3; e ¢ dos pulsos carrier (C; e Cy), além da excitagdo média do
estado coerente inicial de movimento ( 72, ). Notamos que uma boa estratégia para maximizar
R consiste em comegar com a escolha de 7, tal que P(N; — M + 1) ~ 0, e entao proceder a
maximizacao de R, aumentando 7, as custas da diminui¢ao da fidelidade. Para cada escolha
de T4, a duracao e fase do pulso laser JC (7 e ;) sdo escolhidas de modo a maximizar a taxa
R. Finalmente a escolha dos parametros (5, e ¢ dos pulsos carrier (C e C3) segue de uma

solugao particular da Eq. (2.14) que, junto com a imposigao A ~ 0 quando n > Ny + 1,
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resulta no sistema de N; + 1 equacoes
dy, = Nt [(C8 +2uBuCl0 ) AGLY

i M) 4 (M—1 i M M—1
e By SUP AN — e e S ALY

Ao = N [(C00 + ey, O ALY

+€Z@kﬁMngM)A7(—LA_f1_1) o €_Z@k5MS(A_41)A7(-L]\_41_1)i| , (217)

n

dO = NM [(CéM) + €M/8M) A(()M_l) + e’L(,Dk/BM‘SféM)AgM—l)} .

Para resolver o sistema de equagoes (2.17), aplicaremos a relagdo de recorréncia (2.12)
M —1 vezes de modo a expressar os coeficientes desconhecidos AP em termos dos coeficientes
conhecidos para o estado coerente inicial de movimento AD, Assim, obteremos um sistema de
equacoes nao-linear, cujos parametros livres sao 3, ..., 3, € €1, ..., €a, que indicam a rotacao
particular dos estados eletronicos em cada ciclo, devido aos pulsos carrier C e (5. Essas
varidveis sao obtidas a partir dos coeficientes conhecidos d,, e AD. A solucao do sistema
nao-linear (2.17), a principio, pode ser obtida se o niumero de equagoes for igual ao nimero
de varidveis, sendo as varidveis os parametros dos pulsos carrier. Uma das equacoes do sis-
tema (2.17) é amarrada pela constante de normalizagao []i_, NV; e cada ciclo introduz no
sistema dois parametros livres (3,,¢;) via relagdo de recorréncia (2.12). Portanto, o nimero
minimo de ciclos necessérios para que possamos obter a solugdo do sistema (2.17) deve ser
M =int[(Ny + 1) /2]. Esta conclusdo segue do fato que nosso esquema de preparacao parte
do estado coerente. As varidveis reais 71, 7o, ..., Tas € @y, Oy...00,, s@0 usadas para maximizar a
taxa R.

Com a técnica de escultura é possivel esculpir um estado vibracional através do remode-
lamento de outro estado vibracional. Em particular, aqui partimos do estado coerente ja que

este ¢ facilmente gerado [21].
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2.3.1 Escultura do estado de fase truncado
Para ilustrar a técnica de escultura procedemos a engenharia do estado de fase truncado
(Na = 2)
e
W)= =S I 1). (2.18)
s

Como mencionado anteriormente, o processo de escultura do estado |¥4) requer M =int[(Ng + 1) /2] =

1 ciclo, e obtemos do sistema de equagoes (2.17)

(82 +e18,00) AP + 18, SIAL — etore (UL

) o (1) £ (0) =1 (2.192)
[(Co +€151) Ay’ + e85 Ay }
[(C8 + 208,00 ) A + 18, VAL — eiore SEUAY
— 1 (2.19D)

(80 +e18,) AP + i3, 504 |
Resolvendo o sistema acima [Eqgs. (2.19a) e (2.19b)], obtemos uma equacdo polinomial de
quarta ordem nas varidveis ; (f,) para qualquer conjunto de parametros fixos 7., g71 € ¢;.
Quando consideramos mais de um ciclo para esculpir um estado onde Ny > 2, obtemos sistema
nao-linear de equagoes acopladas que permite somente solu¢oes numéricas [48].

Seguindo a estratégia mencionada na se¢ao anterior, comecamos com a escolha da excitacao
média 77, que leva ao maior valor da fidelidade, resultando de P(3) = |(2|a)|* ~ 0. Para nossos
propdésitos comegamos com a excitacao média 7, = 0,04. Para cada valor de 7, (escolhendo «
como um parametro real) procedemos ao calculo da duragao (g71) e da fase (¢, ) do pulso laser
JC que maximiza a taxa R. Como discutido anteriormente, o valor méaximo de R depende
da escolha dos parametros & = 4 e ( = 1/2, que dao peso a F e P, respectivamente. Na
Tab. 2.1 mostramos a taxa R associada com cada valor de 7, a partir daquele que maximiza
a fidelidade (7, = 0,04) até valores que exibem um decréscimo continuo no valor da taxa
R. Além disso, obtemos quatro raizes (¢1,3;) das Egs. (2.19a) e (2.19b) quando cada par de
parametros (g71,p;) é fixado, e devemos escolher aquela que maximiza R. O valor 7, = 0,25

resulta na maior taxa R = 0,60, que segue de um fidelidade préxima a unidade F = 0,99 e
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de uma probabilidade P = 0, 38 de sucesso da escultura do estado desejado.

Apresentamos nas Figs. 2.3(a) e 2.3(b) o processo de escultura do estado desejado, o estado
de fase truncado da Eq. (2.18), a partir da funcdo de Wigner associada ao estado coerente
inicial de movimento (7, = 0, 25), dada pela Gaussiana deslocada da origem W(p, q) = (2/)
exp [— (g + 04)2 — pQ} mostrada na Fig. 2.3(a). O estado, associado com a taxa R = 0,60 (o
melhor valor da taxa custo-beneficio), obtido ap6s um ciclo de operagoes usando os parametros
(971,01, €1 € ;) associados com esta taxa, ¢ exibido na Fig.2.3(b). E interessante notar que
nao ha diferengas visuais entre a funcao de Wigner do estado esculpido mostrada na Fig. 2.3(b)
e a funcdo de Wigner para o estado desejado da Eq. (2.18). Por este motivo nao exibimos
aqui a funcao de Wigner para o estado desejado. Como j& haviamos ressaltado anteriormente,
é possivel através do presente esquema esculpir o estado desejado com alta probabilidade de
sucesso mas as custas de uma menor fidelidade. Assim, a técnica de escultura de estados deve
ser avaliada através da estimativa de custo-beneficio, aqui definida como a taxa fidelidade-
probabilidade, que depende dos propdsitos do escultor.

A proxima secao trata dos efeitos de ruido no processo de escultura, i.e., a influéncia dos

erros que surgem da flutuagao da intensidade dos pulsos laser [26].
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Tabela 2.1. Probabilidade P, fidelidade F e taxa R = F5.P¢ (com & = 4 e ( = 1/2),
para cada valor da excitagdo média do estado coerente inicial 7. O tempo de interacao
g71 e a fase ¢; do pulso JC nessa tabela correspondem aos valores que maximizam a

taxa R para cada 7.

0,04 3,35 3,15 0,11 0,9 0,33
0,00 3,51 3,14 0,22 0,99 0,47
0,16 3,65 3,15 0,33 0,9 0,56
0,25 3,79 3,14 0,38 0,99 0,60
0,36 3,93 3,14 0,42 0,97 0,59
0,49 4,07 0,02 0,44 0,95 0,53

0,64 1,81 3,14 0,61 0,92 0,54
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Figura 2.3. Fungao de quase-distribuicao de Wigner para (a) o estado coerente inicial de
movimento com N, = 0,25 e para (b) o estado esculpido apés o primeiro ciclo. Usamos
os parametros £; = 25,6159 — 10,0379 e 3; = —0,3994 — 40,6408 x 10~* associados
aos valores da Tab. 2.1: F =0,99, P =0,38 e R = 0, 60.
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2.4 Efeitos de ruidos no processo de escultura

Consideramos nessa secao os ruidos provenientes das flutuacoes na intensidade dos pulsos
laser de excitagao (carrier e Jaynes-Cummings) requeridos para manipular os estados internos
e externos dos fons aprisionados [26, 40]. Propomos também uma forma alternativa para a
preparacao de estados idnicos vibracionais na presenca de ruidos, que consiste em maximizar
a fidelidade do estado obtido. A abordagem de operadores fenomenolégicos, originalmente
desenvolvida no contexto de EQC [37, 38, 39], serd considerada aqui para lidar com a evolugao
dos estados i6nicos sob a influéncia de pulsos laser com flutuacao na intensidade. Esta estraté-
gia prové uma forma direta de incorporar as principais caracteristicas obtidas pelos métodos
ab initio padroes (que em geral tornam-se muito extensos) no tratamento de erros de um dado
processo. Em resumo, introduziremos um espaco de estados auxiliar onde operadores de ruido
serao definidos de forma a considerar os efeitos do ruido explicitamente na evolugao do vetor de
estado do sistema completo, compreendido pelos estados idnicos (internos e externos) e pelos
estados auxiliares. Apds computarmos a evolugao do sistema completo, o operador densidade
reduzido do fon poderd ser obtido imediatamente através do trago sobre as varidveis auxiliares.
A abordagem de operadores fenomenolégicos é construida de forma que o operador densidade
reduzido obtido seja aquele obtido pelos métodos padrées. E interessante notar que o método
de operadores fenomenolégicos assemelha-se ao método de fungao de onda de Monte Carlo
(Monte Carlo wave function) [50] no sentido que trabalharemos diretamente com a fungao de
onda, o que consiste em uma ferramenta computacional eficiente.

Inicialmente, apresentamos uma curta descricao do tratamento via equacoes mestras de
Schneider e Milburn [26] para flutuagoes nos pulsos laser como processos estocdsticos em que
o aumento ou diminui¢ao da intensidade do laser é considerado como um processo de Wiener.

Podemos considerar efetivamente uma média do ruido introduzido e dessa forma a dindmica do
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sistema idnico serd descrita através da equacao estocdstica de Liouville-von Neumann [26, 51]

d_.

PO =—i[Hp0)] -5 |7 [HAw)]]. (2:20)

onde H ¢ o Hamiltoniano de interacao para o pulso C' (2.4) ou JC (2.6) e o parametro I'; a
ser obtido de forma fenomenolégica, esta relacionado com a intensidade de flutuacao do laser.
Considerando o subespaco composto pelos auto-estados de 7—7, a solugao da Eq. (2.20) torna-se

direta, de forma que

(@[ p(t)[@f) = exp =it (0F — @F) — 2Tt (0 — @h)°] x

x (®] p(0) |®;), (2.21)

onde | @) sdo os auto-estados e @ sdo os autovalores dos Hamiltonianos de interagio descritos

pelas Egs. (2.4) e (2.6). Para o Hamiltoniano C' temos,

@) = —=(nhevlnn),

5S

o =

enquanto que para o Hamitoniano JC' temos,

oF) = % (In, 1) £ie |n— 1,1)).

@f = +g/n.

Para empregar a abordagem de operadores fenomenolégicos, devemos introduzir os oper-
adores de ruido C e J , de forma a levar em conta as flutuacoes na intensidade nos pulsos C'
e JC, respectivamente. Vamos supor que estes operadores atuam nos estados auxiliares |C)
e |J), de forma que os efeitos do ruido possam ser considerados explicitamente na evolugao
do sistema completo, agora composto pelos estados ionicos e auxiliares. Apds as interagoes
fon-laser requeridas no processo de escultura, o operador densidade reduzido do fon serd obtido

através do trago sobre o espaco auxiliar que descreve as fontes de ruido.
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Com os operadores de ruido definidos no espaco auxiliar, suporemos que o acoplamento
entre o fon em um estado geral e o pulso C com flutuagao na intensidade evolui no tempo

segundo

> (anln D+ 8,0 D) @IC) — o) =Y (anCuty (1:0) + B,Cus1 (9)) In 1) @ |C) +

n n

~

(ot (1:0) +B,Cur (L)) D@ IC),  (222)

enquanto que, para o pulso JC| segue que

Y (auln )+ B, @) — [Pse) =) [Oénfn,u (t,0) I 1) + Buay (1) In + 1, 1) +

n n

Tty (6:0) In = 1,1) + 8o Tt (6:0) In )] ©13) . (228)

Seguindo a abordagem de operadores fenomenolégicos, os elementos de matriz

(c

onde n,n' = 0,1,2...., 7, 7' =T,] e k, k' =T, |, que resultam do traco do operador den-

Cogt (19) €Ly (19| C) e (3|Tunt0) T, 00| T) 229

sidade associado com as Egs. (2.22) e (2.23) sobre os espagos auxiliares C e J (Trcuc)
|\I/C( Jc)> <\IJC( Jc)| = pz?(djc)), serao inferidos através do método estocdstico exposto na Ref.
[26]. Comparando o operador densidade reduzido pz?(djc) com aquele que emerge da evolugao
na Eq. (2.21) do operador densidade associado com o estado inicial ), (o |0 |) + 5, |0 1)),
obtemos os elementos de matriz requeridos que serao mostrados a seguir. Com esses elementos
em maos podemos, agora, aplicar o método de operadores fenomenolégicos a qualquer pro-
cesso que envolva a interacao de um fon aprisionado com pulsos laser que possuam flutuacao

na intensidade, removendo a necessidade de realizar os célculos ab initio usualmente extensos.

~ ~

Coir (1.9)Cl (t,¢)’C> (nyn' = 0,1,2...., j, j =1,] e

Os elementos de matriz <C
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ko k

<€n,ll (tv 90) éjn,ll (t’ S0)>C
<CAn,Tl (t, ¢) CAan,Tl (¢, S0)>c

<€n,ll (tv 90) éjn,lT (t’ S0)>C
<CAnm (t, ) CAan,Tl (t, S0)>c

<€n,ll (tv 90) éjn,Tl (t’ S0)>C

<€n,ll (tv 90) éjn,TT (t’ S0)>C

<é\n,” (tv 90) éjn,TT (t’ S0)>C

=T, |) para o pulso carrier sao explicitamente dados por

<é\n,TT (Zf, 90) Cm 1T (t’ 80)

[1 N cos(ZQt)e_szt

)
]
Coi (2, )Cjn”(,s@)>
]
)

sin(QQt)€_2m2t’

€
7
<é\n,” (t, %) Cm A1 (t, S0)>C

iy 2
27 Sin(2Qt)€_2FQ t7

<é\n,u (tv 90) Cm Al (t’ S0)>C
e —2r0?¢
27 sin (202t) e J

<é\n,” (t, o) é\;,u (t, S0)>C

B —2I'0%¢t

5 (1 cos (20x) e ) ’
<Cn,T (t, )C;Lz ) (t ’90)>c
1 —2I'0%¢t
5 (1 + cos (2Q1) e ) ’
<Cn, (t, 90) Cm AT (t’ S0)>C

120

—i7 sin (204) o—2r0%t
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(2.25¢)

(2.25d)

(2.25e)

(2.25f)

(2.25g)
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Para o pulso Jaynes-Cummings os elementos de matriz <J

(T30 Thy (0

jn,jk (tv 90) \77.: gk

<fn—1,TT (t, ) jq;rz—lm (t, 90)>J

(t, go)’ J> sao

% (A + Bl (2.264)
<fn,u (te) T 1, (8, s0)>J <fm,u (@) Ty, (t, s0)>J
% Coos = Dol (2.26D)
(Forant GO T (469)) = (Tt B9) iy (1)
% [Anm — Buml, (2.26¢)
Tont (o) T (1 Tt 0) Ty, (o))
n L\ @) Iy 730) 3 m,lT( 730) n+1,ll( 730) 3
—ip
62 [_Cn,m—I—l + Dn,m—f—l] 5 (226d)
<~7n,u (t, @) Tl s0)>J <fmm (t.o) T, (¢, s0)>J
1
5 [An,m—I—l + Bn,m—f—l] s (2266)
<~7n—1,Tl (t, ) jm—l—l,lT (t, 90)>J <~7m—1,lT (t, ) jn—}—l,Tl (t, 90)>J
—2ip
‘ 9 [_An,m—i—l + Bn,m—f—l] 5 (2.26f)
<jn—1,n (t.o) T4 (2, 90)>J <~7 S () T (¢ 90)>J
—ip
_67 [Cn,m—l—l + Dn,m-i—l] ) (226g)
(Furrir 60) Thys (69)) = (Tnsrr (6:9) T (8:60))
ip
—67 [Crt1m+1 + Dot1mt1] s (2.26h)

onde

Apm = cos[gt(vn—+vm)] e—Fth(\/ﬁ—\/ﬁ)Q/z7
gt (\/ﬁ + \/ﬁ)} ~e_1ﬂ92t(\/ﬁ+\/ﬁ)z/27
Chm = sin [gt (\/ﬁ _ m)} e_ngt(\/__\/Fl)z/27

—

B, = cos
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Dy = sin [gt (v + y/m)] e T/ /2

2.4.1 Estimativa dos erros introduzidos pelos pulsos C' e JC

Vamos considerar os estados iniciais | (0)) = |¢,- (0)) = |n, |), que evoluem, no caso ideal
(sem flutuacdo do laser), segundo as Egs. (2.5b) e (2.7b), para o pulso carrier e Jaynes-

Cummings, respectivamente

e (1) = e, (0)) = cos (Q) n, |) — ie™ sin () |n, 1),

e () = e MO e (0)) = cos (gtv/n) [n, 1) + € sin (gt/n) [n = 1,1) .

onde t e ¢ sao a duragao e fase para ambos os pulsos. Agora, considerando um pulso laser
realista, com flutuagao na intensidade, a evolugao dos estados |1, (0)) e |1, (0)) é facilmente

computada através dos operadores fenomenolégicos, levando aos resultados

[P M) @1C) = [Cuty (t0) In. 1) + Cogy (1) I, 1] @ [C)
[Gse ) 213 = [Fari (t9) In, )+ Tty (10) In—1,1)] @13).
Os operadores densidade reduzidos do ion (obtidos através do trago sobre os espagos auxiliares
C e J) sao
Pe(t) = Trc[de (1)) 1C)(Cl (Te (1)
= (Gt t9)C, (t0)) _In 1) (o L+ (Gt (190 CLyy (9)) Ima 1) (7] +
(Gt (.9) €1, (1)) I 1) s L+ (Gt (6:9) €L (8:0)) I, ) (.7
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Pac(t) = Tra|ise (1) 13) (31 (2. (1)
= (Tt 69V T1, (19)) I 1) (.l
+(Tast (4:9) Tl 11 (4.9))_Imy 1) (= 1,11+

(Fuar (19 Tl (69)) In=1,1) (n, ]
(Tt (9 TL 1 (49)) =11 (n—1,1].

A partir dos elementos de matriz (2.25a-2.26h, 2.26a-2.26h) e ap6s um célculo direto
obtemos as seguintes fidelidades para a evolu¢ao com ruido dos estados |t (0)) e [0 (0)) [os
quais, apds o trago sobre os espacos auxiliares, resultam em misturas estatisticas de estados

dadas por ﬁc () e 5 s¢ ()] com respeito a evolugao ideal (sem flutuagoes no laser) dos estados

iniciais |14 (0)) e [¢, (0))

= 1 1 opge
Fo = {ve O [p. O ve ©) = 5 + 57, (2:27)
= 1 1 —2n1"92t
Fac = (b0 O [pse O] vse (1)) = 5 + 5677, (2.28)
para o pulso carrier e Jaynes-Cummings, respectivamente. Note que para I' = 0 temos

F. = Fjc = 1, como esperado. Além disso, para n = 0 temos F;c = 1 ja que o pulso JC'
e sua respectiva flutuagao na intensidade nao trocam energia com o sistema ioénico deixando
o estado inicial |n =0, ) inafetado. Das Egs. (2.27, 2.28) e da escolha do parametro de
Lamb-Dicke n = 0,2 — sendo este um dos valores utulizados nos experimentos da Ref. [19]
— ; observamos que o ruido introduzido pelo pulso JC' é menos efetivo que o proveniente
do pulso C' para n < 25. Entretanto se diminuirmos a intensidade do laser durante o pulso
Carrier, de tal forma que 2 ~ ng?, teremos ruidos idénticos associados a cada um dos pulsos.
Além de disso, a diminuigao da intensidade do laser durante o pulso Carrier faz com que seja
necessario que este fique ligado por mais tempo a fim de se obter as rotacoes adequadas do
niveis eletronicos. Dessa forma vemos que no modelo de Schneider e Milburn [26], do qual

resultam as expressoes (2.27) e (2.28), podemos diminuir arbitrariamente a intensidade do
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lazer e/ou parametro de Lamb-Dicke as custas de aumentar o tempo do experimento, mas
logrando uma diminui¢ao na decoeréncia. Tal resultado nao esta de acordo com os resultados
experimentais. Assim utilizaremos esse modelo aqui somente para ilustrar a técnica de maxi-
mizagao da fidelidade. No préximo capitulo voltaremos a discutir modelos de decoeréncia em
fons aprisionados, apresentando um modelo que possui uma concordancia maior com os dados

experimentais.

2.4.2 Esculpindo o estado de fase truncado na presenca de ruido

Agora vamos incorporar a flutuagao da intensidade dos pulsos laser no processo de escultura do
estado de fase truncado (2.18), que é obtido apds um ciclo de operagdes descritas na segao 2.3.
Assumimos por simplicidade que nao hé erros associados com a preparacao do estado coerente
de movimento inicial. Seguindo o protocolo introduzido na secao 2.3, apés a preparacao do

estado coerente um pulso carrier é aplicado resultando no estado:
S AN @) — SAY (G () In 1)+ Cosy () I 1)) @ [Cy)
n=0 n=0

v,

onde t; é a duracao do primeiro pulso carrier do ciclo de operacoes e C; representa o espaco

auxiliar para esse pulso. Para simplificar a notagdo vamos omitir que os operadores C de-
pendem da fase ¢, do pulso laser carrier. Notamos que, nesse primeiro passo, a superposicao
requerida de estados eletronicos é gerada com fidelidade nao unitdria devido as flutuacoes na
intensidade dos pulsos laser. No segundo passo, o pulso JC' emaranha os estados eletronicos

e de movimento como segue:

’wl> @) — > AV [jnu (t2) Cupy (1) [, 1) + Tupy (82) Copy (1) In+ 1, 1)
n=0

+ Tt (t2) Cory (1) I = 1,1) + Tt (t2) Cogy (1) In, T) | © 13, C1)

= )
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onde t3 e @, (suprimido na notagao) sdo a duracado e fase do pulso JC. Finalmente, apds o

segundo pulso carrier, temos

~ ~

¢H>®\Cz> — Y AD [CAn,u (t3) Tn11 (t2) Copy (B2, 01) [, 1)

n=0

+Coty (t3) Tt (t2) Copr (81) |, 1)

+CAn+1,ll (t3) \/7\7le (t2) CAn,TT (t1)[n+1,1)

+Cryrit (t3) Tupy (t2) Coy (1) In +1,7)

+Cro111 (ts) Tty (t2) Gy (t2) In — 1,7)

+C111 (t3) Tni (t2) Cogy (1) [ — 1, ])

+Co,i1 (t3) Ty (t2) Copy (1) I, 7)

+Co11 (3) Tt (62) Cugy (01) In, T) | ®[C5, 3, C1)

o).

com t3 e 5 (suprimido na notagao) representando a duragao e fase do segundo pulso carrier.

. N II1 .
Na auséncia de fluorescéncia, o estado emaranhado ’1& > evolui para

¢1V> = N Z [Afzo—)lan,n (t3) \/7\71—1,” (t2) CAn_LTT (t1) (1 — dno)

FAL) Cott (83) Tusayt (2) Corgy (1) + AQCo 1 (t3) Ty (t2) Coty (1)

+A0C, 11 (t3) Tnti (t2) Gt (1) | In 1) ®C2, 3, Cy) . (2.29)

Tracando sobre o espacos auxiliares Cy,J e C;, obtemos o seguinte operador densidade

reduzido do fon:

Pion(ti e, ts) = Tre, e ¢,

Y

onde os coeficientes p,, ,, sao dados explicitamente no apéndice A e a constante de normalizacao

=N> D pum(tita ta) [n 1) (m 11, (2.30)
0

n,m=

eN= (30 punltisto, tg))_l/ ?. A probabilidade de detectarmos a auséncia de fluorescéncia
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¢ P =1/N? e a fidelidade da mistura estatistica de estados esculpida ¢ dada por
F= <\de‘ /p\ion(tla t27 t3) ‘\de> . (231)

Enfatizamos que na presente situagao nao conseguimos obter um sistema de equacoes como o
(2.17). Dessa forma, os melhores parametros (média da excitagdo inicial do estado coerente,
tempos de interagao e fases dos pulsos laser) para esculpir o estado desejado serao determinados
pela maximizacao da expressao da fidelidade (2.31), procedimento esse que seréd detalhado na

proxima secao.

2.5 Otimizando a fidelidade do estado esculpido

Comegamos ressaltando a diferenca crucial entre o esquema ideal de escultura (introduzido na
secao 2.3) e o descrito na se¢ao 2.4, onde consideramos os efeitos do ruido introduzido devido a
flutuacoes da intensidade dos pulsos laser. No protocolo introduzido na se¢ao 2.3 é necessario
resolver um sistema de equagoes nao lineares para os parametros (3, e €, que se origina
da relagao de recorréncia para as amplitudes A,ﬁ”). Por outro lado, quando consideramos a
situagao em que ruidos estao presentes, nao ha nenhuma forma imediata de obter relagoes de
recorréncia para os operadores fenomenolégicos é\n’jk (1), \ﬁz’jk (t2) € é\n’jk (t3) (n=0,1,2....,
j=T,1lek=T1,]) associados com cada ciclo requerido. Assim, a primeira questao que surge é
como esse problema pode ser contornado? Propusemos a seguinte solugao: consideramos um
estado especifico de movimento idnico a ser esculpido e calculamos a fidelidade do processo
[em particular para nosso exemplo a fidelidade do estado esculpido é dada pela Eq. (2.31)].
A expressao resultante para a fidelidade é consideravelmente complicada e cdlculos numéricos
devem ser realizados para obter os valores de t; e ¢, (i = 1,2,3) que maximizam a taxa
fidelidade-probabilidade R = F*P¢. Partimos, entdo, do valor da excitacao média 7, que leva

a maior fidelidade no caso ideal deduzido na secao 2.3 e procedemos & otimizagao numeérica
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para encontrar a excitacao média 7, que maximiza a taxa R. Seguindo este procedimento
para esculpir o estado (2.18) sob os efeitos do ruido, encontramos que o valor 7, = 0,25
(coincidentemente o mesmo valor para o caso ideal da se¢@o 2.3) resulta na maior taxa R =
0,64, com a fidelidade F = 0, 91 e a probabilidade P = 0, 86 de medir auséncia de fluorescéncia.

Na Fig. 2.4(a) mostramos a fungdo de Wigner para o estado desejado (2.18), que vi-
sualmente ¢é idéntica a funcdo de Wigner do estado esculpido no caso ideal (sem ruido), com
fidelidade F = 0,99, mostrada na Fig. 2.3(b). Na Fig. 2.4(b) expomos a mistura estatistica
de estados esculpida na presenga de ruido para os mesmos parametros 3, e £; da Fig. 2.3(b)
(caso ideal). Pela comparagao das Figs. 2.4(a) e 2.4(b), vemos que os termos de interferén-
cia que levam & contribui¢ao negativa na Fig. 2.4(a) difundem e praticamente cancelam-se,
conforme expomos na Fig. 2.4(b), que corresponde a F = 0,85 ¢ P = 0,40. Finalmente, a
Fig. 2.4(c) mostra a mistura estatistica de estados esculpida através do nosso procedimento
de otimizagao numérica. A fidelidade F = 0,91 e a probabilidade P = 0, 86, resultantes da
otimizagao, sdo consideravelmente maiores que as obtidas na Fig. 2.4(b). E importante notar
que, embora a fun¢do de Wigner mostrada na Fig. 2.4(b) parega apresentar uma fidelidade
maior que a da Fig. 2.4(c), esta udltima refere-se & funcdo de Wigner do estado esculpido
resultante do processo de otimizao e possui maior fidelidade. Isso se deve ao fato de que o
processo de otimizacao da escultura de estados na presenca de ruido baseia-se na maximizacao
da taxa fidelidade-probabilidade (onde damos maior peso a fidelidade), e a fidelidade é uma
medida de distancia entre vetores de estado ou operadores densidade no espago de Hilbert (ver
discussdo na segao 2.5.1).

Para fazer as Figs. 2.4(a)-(c), consideramos a freqiiéncia de Rabi, /27 ~ 475 kHz [19], e
assumimos os pardmetros 7 ~ 0,2 e I' &~ 1078s. O parametro I' aqui utilizado & idéntico ao
estimado na Ref. [26], para obter um acordo qualitativo com os resultados experimentais na

Ref. [19].
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Figura 2.4. Funcao de Wigner (a) para o estado desejado exposto na Eq. (2.18), (b)
para a mistura estatistica de estados esculpida na presenca de ruido usando os mesmos
parametros [3; e €1 da Fig. 2.3(b) (F = 0,85 ¢ P = 0,40), e (c) para a mistura
estatistica de estados esculpida através do procedimento de otimizagao numérica usando
os parametros ; = 0,56, ¢, = 5,48, gty = 0,75, p, = 1,40, Qt3 = 1,88, e

@5 = 1,43 associados com F = 0,91, P = 0,86, ¢ R = 0, 64.
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2.5.1 Sobre a fidelidade e a funcao de Wigner

Mostraremos aqui que uma alta fidelidade do estado esculpido, com relacao ao estado desejado,
nao implica que a forma da funcao de Wigner de tal estado seja parecida com a do estado
desejado. Comegaremos mostrando, que para o estado desejado |Z), existe um conjunto de
infinitos estados |A,) com a mesma fidelidade F = |(A4|Z)|* # 1 com relacio ao estado
desejado; o subscrito A subentende um conjunto de pardmetros reais que serao definidos a
seguir. Para simplificar nossa discussao, consideraremos um estado no subespaco de Fock
bi-dimensional {|0),[1)}: |Z) = (]0) 4 [1)) /v/2. Nesse caso, A reduz-se a um tinico parametro
continuo ja que o conjunto de estados |A)) com a mesma fidelidade F com rela¢do ao estado

desejado |Z), satisfazem

[AL) = A|0) + e V1 — N2 1) (2.32)

com
F—1/2

¢ = arccos ———, (2.33a)
VAP

F < MW1-=X+1/2 (2.33b)

Nao estamos considerando a situacao trivial em que A = 0 ou 1.
Podemos representar esses estados na chamada esfera da Bloch do R?, em analogia com
estados de spin-1/2 [46, 53]. As componentes 7; =Tr {o; |A,) (Ax|} dos estados |Ay) na esfera

de Bloch, para i = x,y,z e o; referindo-se a operadores de pseudo-spin de Pauli na base

{10), 1)}, sao

r, = 2F—1,
ry = 2N (X -1)+(F-1/2)7], (2.34)
r, = 2\ —1,

onde o sinal +(—) em r, corresponde aos valores positivos (negativos) de ¢. Escolhendo

F = (2+/3)/4 =~ 0,933, segue que teremos somente dois estados |A,) com ¢ = 0 (r, = 0):
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|Ary2) = (0) +V31)) /2e ‘A\/g/2> = (V/3]0) + |1)) /2, e um conjunto infinito de estados com
¢ # 0. Todos estes estados |Ay), que estao dispostos na superficie do cone na esfera de Bloch
mostrado na Fig. 2.5, apresentam a mesma fidelidade F = 0,933, embora possuam funcoes de
Wigner diferentes. As Figs. 2.6(a)-(c) representam graficamente as fungoes de Wigner para
os estados |=Z), |A1 /2> e ‘A V3 /2>, respectivamente, mostrando que apesar de |A1 /2> e ‘A V3 /2>
apresentarem a mesma fidelidade com relacao a |Z), as Figs. 2.6(b) e (c) exibem formas
completamente diferentes para a funcio de Wigner. E importante mencionar que a funcio de
Wigner varia continuamente quando |A,) é levado continuamente de |A1 j2) & ‘A V3 /2> (indo
na direcao z, da parte inferior & parte superior do cone na Fig. 2.5, na direcao horéria ou

anti-hordria dependendo do sinal de 7).

Figura 2.5. O cone em torno do eixo 7., mostrado nessa figura, representa um con-
g ) gura, rep
junto infinito de vetores de estado unitdrios |A)) que possuem a mesma fidelidade

F =02+ \/g) /4 com relagao ao estado |Z). Os circulos em torno da figura repre-
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sentam os contornos da esfera de Bloch unitéria.

A mesma andlise cabe para misturas estatisticas de estados da forma,
pa(32) = A*|0) (0] + (1 — N?) [1) (1] + AV 1 = X* (72 |0) (1] + €™ |1) (0]), (2.35)

onde o parametro s € [0, 1] representa a pureza do operador densidade p, (s), de modo que
» # 1 impoe

Tr{[p\())*} =1-2X (1 - X*) (1 —57) <1, (2.36)

A igualdade na expressao (2.36) ¢ satisfeita somente para A = 0 ou 1, caso em que nao temos
superposicao e a fidelidade é 1/2. Para um dado valor de s, temos um conjunto de infinitas

misturas estatisticas de estados apresentando a mesma fidelidade F = (Z|p,(r)|Z) quando

F—1/2
¢ = arccos ————, (2.37a)
AV 1 — \?
F < 222/1-X+1/2, (2.37b)

Para a escolha particular de » = 0,90, F = 0,85, e A = 0,70 obtemos uma mistura
estatistica de estados cuja forma da funcdo de Wigner (exibida na Fig. 2.7) aparenta ser mais
préxima daquela da Fig. 2.6(a) (para o estado |=)) que as formas encontradas nas Figs. 2.6(b)
e (c), embora a fidelidade da mistura estatistica de estados com relagdo a |=) seja menor que
o valor 0.93 da fidelidade dos estados |A;/2) e ’A 3 /2> representados nas Figs. 2.6(b) e (c).

Quando consideramos espagos de Fock truncados com mais de duas dimensoes, digamos
{]0),]1),|2)}, temos dois parametros reais para descrever o conjunto de estados em uma
hiperesfera do R* com a mesma fidelidade em relacao a um terceiro estado. Finalmente, men-
cionamos que nosso protocolo de otimizacao descrito na secao 2.5 é baseado na maximizacao
da fidelidade (por meio da maximizagado da taxa R) definida anteriormante, o overlap entre
os estados esculpido e desejado, que representa uma medida particular de distancia no espaco

de Hilbert, e nao pode ser inferida da funcao de Wigner.
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Figura 2.6. Funcdo de Wigner para (a) o estado desejado |Z) e dois estados localizados

no cone da Fig. 2.5, com ¢ = 0: (b) |A1/2> e (c) A\/§/2>.
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Figura 2.7. Fungdo de Wigner para a mistura estatistica de estados p, (3) [Eq. (2.35)]

com a escolha particular de 2 = 0,90, F = 0,85, ¢ A = 0, 70.
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2.6 Conclusao

Neste capitulo apresentamos um esquema para a engenharia de estados vibracionais arbitrarios
de fons aprisionados empregando a técnica de escultura de estados quanticos. Essa técnica
consiste em esculpir o estado de movimento desejado a partir de um estado coerente vibracional
inicialmente preparado. A escultura de estados quanticos a partir do estado coerente foi
originalmente desenvolvida no contexto de EQC [7]. Contudo, no dominio de fons aprisionados,
utilizamos as vantagens proporcionadas pela facilidade de manipulacao de estados eletronicos
e de movimento idnicos para tornar o processo de escultura mais atrativo para implementacao
experimental. Assim como no contexto de EQC, em vez de requerer um nimero de pulsos
laser proporcional a N para gerar um estado de movimento com nimero méximo de fénons
igual a N [12] a partir do estado fundamental de vibragao, nossa técnica utiliza um nidmero
de pulsos laser proporcional a M = int[(N + 1) /2].

O esquema de escultura de estados foi também implementado na situacao realista em que
flutuacoes na intensidade dos pulsos laser requeridos estao presentes. Nesse sentido aplicamos
a abordagem de operadores fenomenolégicos recentemente desenvolvida para o tratamento de
erros em processos quanticos complexos [37, 38, 39]. Esse método nos fornece uma técnica
direta para estimar a fidelidade de processos como engenharia de estados, sem a necessidade
de executar os cédlculos ab-initio, usualmente extensos, requeridos pelos métodos padroes.
A abordagem de operadores fenomenoldgicos introduzida neste capitulo incorpora de uma
forma algébrica concisa os resultados obtidos via equagoes mestras (para os efeitos dos ruidos
oriundos das flutuagoes na intensidade dos pulsos laser) como feito na Ref. [26]. Através
da introducao de um espaco de estados auxiliar, onde os operadores fenomenolégicos sao
definidos, levamos em conta os efeitos do ruido explicitamente na evolucao do vetor de estado
completo (estados i6nicos eletronicos e vibracionais mais estados do espago auxiliar) e pudemos

obter diretamente o operador densidade reduzido do sistema idnico através do traco sobre o
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espaco auxiliar. Enfatizamos que o procedimento realizado neste capitulo para a abordagem de
operadores fenomenolégicos é totalmente geral, e, em principio, pode ser aplicado a qualquer
processo envolvendo fons aprisionados, tais como operacoes logicas quénticas e comunicagao
quantica. Em outras palavras, a metodologia utilizada neste capitulo pode ser diretamente
aplicada para a estimativa da fidelidade de qualquer processo quéntico em fons aprisionados
quando consideramos os erros devido & flutuacao da intensidade dos pulsos laser. Vale lembrar
que consideramos o modelo para decoeréncia em fon aprisionados da Ref. [26] e, embora este
modelo nao nos forneca resultados em perfeito acordo com os dados experimentais, possui
resultado analitico e nos possibilita ter uma estimativa qualitativa do processo de decoeréncia.
No préximo capitulo introduzimos um modelo de decoeréncia em fons aprisionados baseado
na interacao desses com o gas residual da armadilha.

Como uma aplicagao da técnica de escultura de estados, combinada com a abordagem de
operadores fenomenolégicos, computamos a fidelidade da preparacao do estado de fase trun-
cado em (2.18). Assumimos valores realistas para os parametros envolvidos e propusemos um
algoritmo para otimizar a fidelidade do estado esculpido na presenca de ruido. Esse algoritmo
consiste em maximizar a taxa fidelidade-probabilidade R através da escolha adequada dos

parametros envolvidos no processo de escultura.
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Capitulo 3

Decoeréncia em Armadilhas I6nicas

Devido a Interacao do Ion com o Gas

Residual

3.1 Motivacao

A realizacao prética de propostas interessantes em computacao e comunicagao quanticas sao
limitadas pelo fenomeno da decoeréncia, que resulta da acao inevitdvel do meio ambiente
[1, 2, 3, 4] e de flutuagoes intrinsecas nos parametros de interagdo requeridos para viabilizar
operagoes légicas [5, 6]. Assim, a investigagao das fontes de decoeréncia em sistemas quanticos
que se apresentam como eventuais candidatos & implementacao experimental de processadores
légicos quénticos [7] ¢ de fundamental importancia.

No contexto de fons aprisionados, os dados experimentais do amortecimento das oscilacoes
de Rabi [8] tém norteado as investigagoes dessas fontes de rufdos. Basicamente, considera-se a
situagao em que o fon é preparado em seus estados fundamentais de movimento e eletrénico,

aplica-se a ele um pulso de laser com dessintonia § = v (first blue sideband), onde v é a
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freqiiéncia da armadilha, e mede-se a probabilidade de ocupacao do nivel eletronico funda-
mental em fun¢ado do tempo (a mesma medida também foi feita para outros estados iniciais
na Ref. [8]). Os ingredientes essenciais que um modelo teérico deve reproduzir sao a taxa
temporal e a assimetria do decaimento da populagao eletronica, além da dependéncia do fator
de decaimento com o estado inicial de movimento do fon (nimero quantico vibracional).

Os efeitos da emiss@o esponténea eletronica foram estudados nas Refs. [9, 10, 11], assim
como a defasagem devido ao movimento de ponto zero do fon [12], e outras fontes de decoerén-
cia foram introduzidas fenomenologicamente [13]. Modelos estocdsticos tém sido propostos
para lidar com erros em armadilhas i6nicas [6], mostrando somente um acordo qualitativo
com os resultados experimentais. Recentemente, propos-se uma modificacao da equacao mes-
tra [14] baseada na estatistica ndo-extensiva de Tsallis [15]. Di Fidio e Vogel [16], ao invés
de mecanismos estocdasticos, propuseram um modelo para tentar explicar o decaimento das
oscilagoes de Rabi, observadas nos experimentos do NIST [8], através de quantum jumps. Esse
iltimo modelo reproduz a assimetria no decaimento das oscilacoes de Rabi mas nao é sensivel
ao estado vibracional inicial do fon, aspecto que foi observado experimentalmente. Ainda cabe
citar o modelo de Budini, de Matos Filho e Zagury [17] que — assumindo um acoplamento
de um dos modos vibracionais do fon com campos estocdsticos dos eletrodos e tempo de vida
finito do nivel eletronico auxiliar utilizado na configuragao lambda (nivel |r) na Fig. 3.1) —
obtém resultados em 6timo acordo com as medidas experimentais [8]. Outras fontes de erros
significativas sao a instabilidade da freqiiéncia da armadilha e flutuagao de amplitude na volt-
agem dos eletrodos que a constituem [18]. Conjectura-se que 0s processos que acarretam erros
e perda da coeréncia quantica em uma armadilha linear do tipo Paul (Paul-rf trap) estejam
fundamentalmente associados ao estado de movimento do fon [19].

Colisoes do fon aprisionado com o gas de fundo da armadilha (tipicamente Hy nos experi-
mentos com *Be* do NIST [19]) também podem ser consideradas uma fonte de erro importante,

embora os experimentos sejam tipicamente realizados em ambiente de alto vdcuo a uma pressao
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por volta de 1078 Pa. Nessa sentido, o capitulo corrente discute os efeitos da polarizacao do gis
de fundo residual (BG - background gas) induzida pelo movimento vibracional do fon. Demon-
stramos que, além dos processos citados anteriormente, o mecanismo de decoeréncia em fons
aprisionados pode ser produzido pela polarizacao local do géds de fundo. Fundamentamos a
presente abordagem em uma analogia com a fisica de elétrons sobre superficies de hélio liquido,
onde o elétron e as oscilacoes de polarizacao na superficie de hélio formam uma quase-particula
chamada riplon [20]. Como a densidade do gas de fundo é muito pequena, aproximadamente
10° cm™2 [19], ndo esperamos o surgimento de uma quase-particula constituida pelo fon e a
nuvem de polarizagao a sua volta. O fon aprisionado serd apenas perturbado pela nuvem de
polarizacao por ele induzida no gas residual. Para propdsitos praticos, no presente modelo
assumiremos um gas residual continuo.

Em contraste com o comportamento manifestado pelo amortecimento das oscilagoes de
Rabi [8], ¢ bem conhecido que o gds residual pode aquecer o fon aprisionado através da trans-
feréncia de energia durante colisoes eldsticas. Além de colisoes eldsticas, ocorrem também
colisdes ineldsticas que podem mudar o estado interno ou até mesmo a espécie do fon [19].
Ambos os tipos de colisdes ineldsticas, as com mudanga de carga e as rea¢oes quimicas, de-
pendem dos constituintes do gés de fundo e ocorrem somente quando a distdncia entre as
particulas em questao aproxima-se das dimensoes atomicas, tornando esse tipo de colisao
muito rara [19, 21]. Em nosso modelo consideraremos a distancia média interparticula entre
o fon e o BG maior que as dimensoes atomicas.

O potencial de interacao atrativo resultante da polarizacao do gds residual neutro pelo
campo do fon aprisionado ¢ dado por U(r) = —xq?/ (8meer?) [19], onde y ¢é a polarizabilidade
do gds e q é a carga ionica. Colisoes ineldsticas do tipo espiral resultam quando o pardmetro
)"

: . I 4 ~ :
de impacto ¢ menor que o valor critico p = (y¢?/meomo?)’", onde m e b sdo a massa reduzida

e a velocidade relativa do par de particulas. Do pardmetro de impacto critico, segue a taxa de

reacao R = pq (mx/ eom)l/ ?_ onde p € a densidade do gés de fundo. Considerando os pardmetros
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utilizados nos experimentos com °Be* do NIST, obtém-se uma pequena probabilidade para
colisoes ineldsticas do fon aprisionados com os constituintes do gas de fundo [19]. Os efeitos
de aquecimento em fons aprisionados devido as colisoes eldsticas com o gis de fundo podem
ser testados, como sugerido na Ref. [19], através do aumento ou diminuigao da pressao do gas
de fundo. Podemos por nosso modelo & prova através do mesmo procedimento.

Concluimos através do modelo exposto neste capitulo que o meio dissipativo provido pelo
BG deve ser também levado em conta quando investigamos o processo de decoeréncia em fons
aprisionados. Essa conclusao é suportada pelo excelente acordo entre o presente modelo e os
resultados experimentais para a medida da probabilidade de ocupagao do estado fundamental
eletronico reportada em [8], reproduzindo o amortecimento assimétrico das oscilagdes de Rabi

e a sensibilidade dessas oscilagoes com respeito ao estado vibracional inicial do fon.

3.2 Interacgao ion-laser e ion—gas residual

Consideraremos um tnico fon de massa m em uma armadilha harmoénica unidimensional cuja
freqiiéncia é v. O fon possui duas transicoes proibidas entre dois nifveis internos eletronicos
(estados excitado |T) e fundamental ||), tomados como subniveis hiperfinos), separados pela
freqiiéncia wy e acoplados indiretamente pela interacao com dois feixes de laser contrapropa-
gantes, de freqiiéncias w; e wo, em uma configuracao tipo Raman estimulada. Como indicado
na Fig. 3.1, os feixes de laser estao dessintonizados de A com relagdo a um terceiro nivel
mais excitado |r) que, na configuracao tipo Raman estimulada, é eliminado adiabaticamente
quando A é muito maior que as seguintes quantidades: a largura de linha do nivel |r), o
acoplamento associado com as transi¢oes|T) < |r) e ||) < |r), e a dessintonia 6 = wy — wy,
(wr = w1 —ws) [19, 23, 24, 25]. O fon interage entdo com um laser efetivo propagando-se na
direcdo da armadilha, com vetor de onda de médulo kr, = wy/c. Nessa configuracao somente

o movimento i6nico na diregao z sera modificado. A transi¢ao entre ||) e um quarto nivel |d),
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obtida por outro laser fortemente acoplado a esta transicao, é considerada para medir o estado
eletronico do fon através da coleta do sinal fluorescente, que nos fornece a probabilidade do

fon estar no estado fundamental ||) [19, 25].

Fluorescécia
v
/1\)8

Figura 3.1. Diagrama dos niveis de energia eletronicos de um fon interagindo com feixes
laser de freqiiéncias wy e wg, onde § = Wy — wy — wp (0 K A), |r) (eliminado adia-
baticamente) é um nivel auxiliar que indiretamente acopla os niveis |T) e ||}, |d) ¢ um

nivel eletronico usado para a medida de fluorescéncia utilizada para caracterizar o estado

eletronico.

O Hamiltoniano de interacao fon-laser que descreve o acoplamento efetivo do movimento

quantizado do centro de massa id6nico com os estados eletronicos é [19, 23, 24, 25]
Hovo tser = HQ (8+ eikLE—iwrttié | 5 e—i2L£+th—i¢) ’ (3.38)

onde ¢ ¢é diferenca de fase entre os dois feixes de laser, o, = | T)(| |, 0_ = | ])(T| e 7, s@o os

operadores de pseudo-spin de Pauli usuais, T é o operador posicao para a coordenada do fon
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e (2 ¢é a freqiiéncia de Rabi efetiva da transicao |T) < |])

A interagao fon-BG serd descrita por um Hamiltoniano do tipo Frohlich [26], que representa,
em fisica do estado sélido, a interagao elétron-polaron. No apéndice B mostramos, por analogia
com a fisica de elétrons sobre superficie de hélio liquido [27, 28, 29, 20|, que a interagao do tipo

polaron resulta quando o campo elétrico do fon polariza o BG. O potencial atrativo fon-BG

dado por U(r) = —xq¢*/ (8meer?) leva ao Hamiltoniano
Hin e = > Vi (Ek ek b e—“fi‘) , (3.39)
k

onde ZZ (/l;k) ¢ o operador de criacdo (aniquilacdo) de quanta de oscilagdo na polarizacao do
BG, V} representa a constante de acoplamento, e k£ indica a componente na direcao x do vetor
de onda de um dos modos que compoem a nuvem de polarizacao do BG.

Em um referencial girante com a freqiiéncia do “laser efetivo” w;, os Hamiltonianos de

interacao fon-laser e fon-BG sao dados na representagao de Schrodinger por (h = 1 daqui para

frente):
E’ion—laser = (8—4— einL(a+aT)_i¢ +8'_ e_inL(a+aT)+i¢) , (340)
Hion-pc = Z Vi (Zk e (@tal) —1—32 e_i”’“(am”) : (3.41)
k

onde af(@) ¢ o operador de criacio (aniquilacio) de quanta vibracional do fon, n; = kz/v/2mv
é o parametro de Lamb-Dicke e 1, = k/v/2mv representa parametros do tipo Lamb-Dicke
para a interagao fon-BG. O Hamiltoniano total na representacao de Schridinger é dado por
H= }AIO + ﬁion—laser + f[i(m_ BG, onde }AIO indica a parte livre do Hamiltoniano composto pelos
graus de liberdade eletronicos e de movimento do fon aprisionado além do BG:

~ w0 ~~
Hy, =va'a + 20 + ; wkabk. (3.42)

Escrevendo o Hamiltoniano total na representagao de interagao (letras caligréficas), através

da transformacao unitdria (A]g(t) = exp (—iﬁgt), e entao expandindo as expressoes resultantes
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em termos dos pardmetros 7, e 7,, temos

°© ; m+l
Hion—laser = Qe_ﬂ%/Q (Z %8+6Tmal ei[(m—l)u—f—ﬁ]t—itp —|—hC> y (343)

mll!
m,[=0

0 . m+l__ y A
Hion-Ba = kae_”iﬂ (Z %bkﬁ a e’[(m_l)”_w’“]t—l—h.c.) . (3.44)
k

mll!

m,[=0
A ressonéncia na interacao fon-laser é alcangada sintonizando as freqiiéncias dos feixes laser
de modo a obter § = —lv ({ =m —1).

Faremos agora algumas aproximagoes razodveis que simplificam sobremaneira os Hamilto-
nianos (3.43) e (3.44). Primeiro i) tomaremos o limite de Lamb-Dicke usual, para que 1, < 1
(consideramos o movimento do centro de massa i6nico fortemente localizado com relagdo ao
comprimento de onda do laser). A seguir, i) assumiremos que as oscilagdes na polarizagao do
BG possuem pequena energia e dessa forma tomamos um limite do tipo Lamb-Dicke em que
N, < 1. Este limite é de certo modo anédlogo ao caso large polarons em fisica do estado sélido
[30]. De fato, o movimento de um large polaron é continuo, como esperamos que seja para um
fon aprisionado, em contraste com o movimento do small polaron que reconhece a periodici-
dade de um sélido tornando-se localizado e assumindo dimensoes atomicas. Com essas duas

aproximagoes obtemos os Hamiltonianos simplificados:

Hion-taser = (G477 tin, 5 at V% i 5 Ge "0 1 hc) (3.45)
Hion_pa = Z Vi (Zk e iwkt +m,$kaf el v—wr)t +m,$ka e ivtwr)t —l—h.c.) . (3.46)
k

Adicionando iii) a aproximagdo de onda girante [31], obtemos trés tipos de Hamiltonianos
para interacao fon-laser, dependendo da escolha da dessintonia d.

(a) O Hamiltoniano do tipo carrier (§ = 0),

HS, =Q(ore ™ +o_et¥), (3.47)

ion—laser
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induz a transi¢do |n,|) «— |n,T) (onde |n) indica um estado de Fock vibracional), e é

responsdvel somente por rotagoes dos niveis internos de acordo com
e Mion—taser™ 0, 1) = cos () |n, 1) — i€’ sin (Q7) |n, 1) , (3.48a)
e Miontaser™ |, |) = cos (1) |n, |) — ie * sin (Q7) |n, 1) . (3.48b)
(b) O Hamiltoniano do tipo Jaynes-Cummings (§ = /), correspondendo & primeira banda

lateral vermelha (first red sideband),

HIC =i Q (orae™ —o_alet’?) (3.49)

ion—laser
induz a transicdo |n,]) «— |n—1,7T), de forma que os estados eletronicos e vibracionais
evoluem como
e Miontaser™ I, 1) = Culn,T) — e @S, In+1,1), (3.50a)
e Mion—taser™ I, 1) = Chqln,|) +€%S, 1|n—1,1), (3.50b)
onde C,, = cos(gtv/n + 1), S, = sin(g7v/n + 1), 7 &€ a duragao do pulsos laser, e g = 1.
(¢c) O Hamiltoniano tipo anti-Jaynes-Cummings (6 = —v), correspondendo a primeira

banda lateral azul (first blue sideband),

AJC

ion—laser

=in Q [0+aTe_i“" —o_ae™?], (3.51)

induz a transicdo |n, |) «— |n+1,7), e os niveis eletronicos e vibracionais evoluem como

e M I, ) = Cln, )+ eS8, In+1,1), (3.52a)

M T, 1) = Coiy[n,T) = €S, a0 —1,1). (8:52b)

Finalmente, assumindo a aproximacao iii) e a hip6tese iv) de que os modos de oscilagao da
polarizacao do BG possuem freqiiéncias muito préximas, com o méximo de sua distribuicao

distante do zero, o Hamiltoniano de interacao fon-BG torna-se

Hion—BG = ZZ nk‘/k (bkaT ei(V_wk) _bza e_i(y_wk)) ) (353)
k
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que faz o papel de reservatorio térmico para os graus de liberdade vibracionais do fon apri-

sionado.

3.3 Efeitos do acoplamento ion-gas residual em um es-
tado vibracional inicialmente preparado

Nesta secao, analisaremos os efeitos do acoplamento fon-BG na evolugao temporal dos es-
tados i6nicos. Vamos considerar a interacao fon-laser referente as dessintonias § = 0 e —v,

representando os Hamiltonianos do tipo carrier e do tipo anti-Jaynes-Cummings

3.3.1 Hamiltoniano do tipo carrier

Primeiramente, usando a representacao P de Glauber [32] analisaremos, brevemente, a dinamica
do estado de movimento i6nico quando 6 = 0. O Hamiltoniano total do sistema, na represen-

tacao de Schrodinger, torna-se

H = Hy+U't)yHS U(t) + U (t)Hion—pcU (1)

ion—laser

= vala+ Y b+ Q Gre w47 et) +i Y Vi (bl —bla). (3.54)
k k

Note que os graus de liberdade eletronicos do fon aprisionado estao totalmente desacoplados
dos graus de liberdade do movimento iénico e do BG.

Enfocando-nos na evolugao temporal dos estados i6nicos de movimento, que nao sao afeta-
dos pelos estados eletronicos no regime carrier, observamos que o Hamiltoniano (3.54) é anélogo
aquele para um tnico modo do campo eletromagnético aprisionado em uma cavidade sujeita a
dissipagao. Este tltimo Hamiltoniano tem recebido considerédvel atencao recentemente para o
célculo da fidelidade na preparacao e teletransporte de estados do campo eletromagnético [1].
Nesse sentido, consideramos de interesse a andlise do processo de decoeréncia de um estado

de movimento de um fon aprisionado sujeito a um pulso carrier.
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Na representacao de Heisenberg temos as seguintes equagoes de movimento acopladas para

os operadores a e by,

a(t) = —va(t) —iy_ nVibi(t), (3.55a)
k
Zk(t) = —iwebi(t) — in Vid(t). (3.55b)

Resolvendo as equagoes diferenciais acopladas (3.55a) e (3.55b), via transformadas de Laplace

e assumindo a aproximacao de Wigner-Weisskopf [31, 33], obtemos

a(t) = u(t)a(0) + Y ve(t)bi(0), (3.56)

onde, desconsideramos pequenos deslocamentos tipicos de freqiiéncia e introduzimos a con-
stante de amortecimento I'. Os coeficientes dependentes do tempo, que obedecem as condicoes

inicias u(0) = 1 e v,(0) = 0, podem ser escritos como

u(t) = e A (3.57a)
1 — ei(wk—u)t e —I't/2
F/Q — z(wk — I/)

vp(t) = —n, Ve (3.57b)

Dos resultados acima, obtemos a fungao caracteristica normalmente ordenada y(&,1),

definida na representacao de Schrodinger como
Y (&,1) = Tr | p(t) €210 g&7a0) | 3.58
N P
e na representacao de Heisenberg como
Y (&,1) = Tr | p(0) e8a'®) e&7a®) | 3.59
N p

onde o operador densidade p(t) refere-se ao sistema composto fon-BG, que assumimos inicial-
mente desacoplados, p(0) = p;,,,(0)pg:(0) (como é usual, consideramos que a interacao fon-BG

é ligada instantaneamente em ¢t = 01). Para o estado de movimento do fon preparado como
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uma superposicao de estados coerentes Zz ¢ |ay), segue que o termo representativo do oper-
ador densidade inicial do fon é p,,,,(0) = |a1) (as|. Para o estado térmico inicial das oscilagoes
de polarizacao do BG temos a seguinte distribuicao Gaussiana para o operador densidade

reduzido inicial do BG:

e 1841/ (i)
0) = / - d*B,. 3.60
ppc(0) 1;[ 7 (1) |81 (Bl A8, ( )
A partir da funcdo caracteristica (3.59) derivamos a funcao P de Glauber
1 o
P(y,t) = = [ 7 xy(E t)d%¢
T
{nas) (v —w()ai) (v — ut)as)
— 3.61
xD(t) P D(t) ’ (3:61)

cuja dispersio & dada por D(t) = 3, (me) [or(t)|* = Tin (1 —e™*), onde a excitagio média das
oscilacoes da polarizacao do BG em equilibrio térmico é ny, = (e_”/ kpT —1) - (kp & a constante
de Boltzmann e 7' ¢é a temperatura absoluta). A Fig. 3.2 mostra o processo de dissipagao
na evolugao da funcao P(v,t) para um estado de movimento inicial coerente. A rotagdo no
espago de fase surge devido ao termo exp(—irt) na Eq. (3.57a), que estd presente também
na evolugao de um oscilador harmoénico em um sistema quantico fechado (sem decoeréncia).
Observamos nessa figura ambos os efeitos do meio ambiente (o BG): a perda de excitacao
levando o estado coerente inicial em direcao ao zero do espaco de fase, e a difusao devido a
temperatura diferente de zero das excitagoes do BG. Esses efeitos podem ser vistos claramente
na forma da distribuicdo P(7,t) representada na Fig. 3.2, nos tempos I't = 0,2 e 0,9. E
interessante salientar que a funcao P de Glauber para o estado coerente é uma funcao delta,
como podemos ver tomando o limite ¢ — 0 na Eq. (3.61). Entretanto, devido a temperatura
nao nula do meio ambiente, temos um processo de difusao que torna a representacao gréfica
da funcao P de Glauber possivel.

Da fungao de distribuicao P(v,t), podemos obter o operador densidade reduzido do ion

pn®) = =5 [ POs1)1) Gl P, (3.62)
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e valores médios de operadores associados com estados de movimento idnico; por exemplo,
a excitacao média do movimento de um fon inicialmente preparado no estado de vacuo, i.e.,
ap = ag = 0, torna-se

(at(t)a(t)) = / Pla,t)a*ad?a = D(t), (3.63)
mostrando o processo de aquecimento do estado fundamental de movimento i6nico devido ao

BG.

Figura 3.2. Fungao de quase-distribuigdo P(7,t) para estado inicial de movimento co-

erente mostrada em I't = 0,2 ¢ 0,9.
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3.3.2 Hamiltoniano do tipo anti-Jaynes-Cummings

A seguir, examinaremos a a¢ao do acoplamento fon-BG sobre o fon aprisionado quando § = —v.

Nesse caso o Hamiltoniano total é dado por

H = Hy+UYHMC, . . U®) + U ) Hion-pcU (1)

ion—laser

— vata— gaz + " wiblby + i, Q (Fiate ¥ — 5 _aet)
k
k

Consideramos o Hamiltoniano do tipo anti-Jaynes-Cummings para a interagao fon-laser para
que possamos computar, nesse regime, o amortecimento das oscilagoes de Rabi do fon (ini-
cialmente resfriado ao seu estado fundamental de movimento) e comparar com os resultados
experimentais disponiveis para fons de “Be™ [8].

Para computar a inversao atomica do sistema descrito pelo Hamiltoniano (3.64), utilizare-
mos técnicas desenvolvidas para tratar o Hamiltoniano de Jaynes-Cummings para a interacao
de um dtomo com um modo do campo em uma cavidade sujeita & dissipagao a temperatura
finita, que é andlogo ao da Eq. (3.64) [33, 34, 35, 36]. Seguiremos o tratamento feito por
Sachdev [34] para calcular a inversao atomica. Essa técnica consiste em lidar com quantidades
hierarquicas do tipo c-number derivadas da equacao de movimento para operadores da forma

~+\ T A N . . A
(aT) a"O4 (onde Oy é um operador que atua nos niveis eletronicos), dadas por

d ~F\TM A . ~F\ M A ~ . ~ o~ ; ~ o~ ;
g [(aT) E”OA} = —i [(aT) E”OA,—%JZ +in Q2 (0+aTe_“" —o_ae““’)}
+<% [(af)man}> N (3.65)
BG

onde o termo <% [(ET)ma”] inclui a relacdo de comutacao entre (aT)ma”@ A € as compo-

) bc
nentes do Hamiltoniano (3.64) que descrevem a energia do BG e sua interagdo com os modos de
vibracao i6nicos, bem como a energia de movimento do fon aprisionado. Sob a aproximacao de

Wigner-Weisskopf (WW) e supondo que os modos do BG estéo em equilibrio térmico, obtemos
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(@) = (== fontn) (@) )y
+Dmny, (@)™ @) (3.66)

A constante de amortecimento, que surge da aproximacao de WW é I’ = 27 [¢(v)]* A(v), onde
g(v) = gu/c € a constante de acoplamento (com g, = 7, V) estimada em k = v/ce A(v) ¢ a
densidade de estados. O niimero de ocupagao ny, surge da suposicao de equilibrio térmico, onde
os operadores de ruido N(¢) = S gibi(0) e=i@x =11 gatisfazem </\A/'(t)>BG = </\A/'T(t)>BG =0,
e </\7T(t)/\7(t/)>BG — Taid(t — ') [33].

Das Egs. (3.65) e (3.66), derivamos a evolugao temporal da inversdo atomica (7,) e do
nimero de ocupacao de fénons do fon aprisionado <aTa>:

d (o)

— 29 (5,ale " +5 aet), (3.67)

dt
@ = g(oia'e™ +5_aet?) — I (a'a) + I'ny, (3.68)
com os parénteses angulares ((-)) denotando a média sobre as varidveis do BG e do fon. As
Egs. (3.67) e (3.68) envolvem a média do operador hermitiano & a'e % + o_ae™™, cuja
equacao de movimento envolve a quantidade <6T68z>. Por sua vez, a equagao de movimento
dessa quantidade envolve a média de produtos de operadores de ordens mais elevadas tais

como <(aT)2 a2>, <(aT)2 a203>, e assim por diante. Para lidar com a média de tais operadores

é conveniente definir as seguintes varidveis c-numbers:

P o= ((@)"a), n=0, Py=1 (3.69)
Q. = ((@)'as.), n=0 Q=(0.); (3.69D)
R, = <5+ @) a" e +5. (aT)n_la”e+i“”> , n>0. (3.69c¢)

Resolvendo as equagoes dindmicas para varidveis c-numbers acima, obtemos a dindmica para

a inversao atomica. Das defini¢oes (3.69a)-(3.69¢), e Egs. (3.65) e (3.66) obtemos o seguinte
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conjunto de equagoes diferenciais acopladas

dZ;n = ngR, —nI'P, + n* Ty, P11, (3.70a)
din = ngR, +29Rni1 — nl'Q, + n’I'ny, Qo 1, (3.70b)
dR, _

el 299, +ngP,-1—1n99, 1 — (n—1/2)I'R, +n(n — 1) Iy, R,—1. (3.70¢)

Note que, para temperatura zero (7, = 0) e para o estado idnico inicialmente preparado
em |n =0, |), obtemos um conjunto fechado de equagdes, dado que as médias que envolvem
termos quadréticos ou de ordem maior nos operadores i6nicos de movimento @ e af serao nulas
[33]. Porém, vamos lidar com o caso mais geral de temperatura diferente de zero (7, > 0)
para comparar o amortecimento das oscilacoes de Rabi que resultam do presente modelo com
os dados experimentais.

Observamos que, para o fon preparado no estado inicial |n =0, |), o Hamiltoniano anti-
Jaynes-Cummings induz a transi¢ao |0, ) «<— |1,71), de forma que é possivel estimar uma
temperatura por volta de v/kp para o fon aprisionado e, conseqiientemente, para o BG. De
fato, sob tais consideragoes, a energia térmica do fon aprisionado kg1 é por volta de v, re-
sultando, via teorema da equiparticao da energia, em um nimero de ocupagao de movimento
para as oscilagoes do BG em torno da unidade (74, =~ 1). Por outro lado, como as oscilagoes
de Rabi nos experimentos do NIST [8] sobrevivem consideravelmente apés 100us, é possivel
estimar o fator de amortecimento I'/g por volta de 1073. Tendo esses valores em mao pode-
mos resolver o sistema (3.70a)-(3.70c) via técnica de fragoes continuadas e transformada de
Laplace numérica [37] (ver apéndice C) e obter assim a evolugdo temporal da probabilidade
de fluorescéncia para a medida do estado eletronico fundamental do fon P|(¢) = (1 — (0.)) /2.

A Fig. 3.3 mostra o comportamento da fungio P (¢) calculada através do nosso modelo,
que estd em excelente acordo com os dados experimentais reportados em [8]. Usamos em
nossos calculos os parametros experimentais 7, = 0,202 e /27 ~ 475 kHz. Em particular,

nosso modelo reproduz a assimetria no amortecimento da oscilagcoes de Rabi vista nos dados
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experimentais. Para obter tal comportamento, usamos os parametros 7, = 1,0 e ['/g =

6,0x 10~% que estao em bom acordo com as estimativas teoricas feitas acima.

10q o
osy [* !!“.
8 Lll °
:"Q'Hﬁ L.
= 06-| pe :: LhE'k‘s.l "
- il
bi',? o 1:".“"::
“:“fiin‘v'“
Hl‘ '
0.0 T T T T T T T T
0 20 40 60 80 100

Figura 3.3. Evolugao temporal da probabilidade de medida do estado fundamental P, (%),
computada através do nosso modelo (linha cheia) e medida no experimento com ?Be™
do NIST [8] (pontos) para o estado inicial ionico |n = 0, |). Os parametros usados nos
experimentos 7;, = 0,202 e /271 &~ 475 kHz, sdo adotados nos cédlculos numéricos,
junto com os valores i, = 1,0 e I'/g = 6,0x 1073 que estdo em bom acordo com as

nossas estimativas tedricas.

Para demonstrar a sensibilidade do presente modelo ao estado de movimento inicial do fon,
representamos nas Figs. 3.4(a) e (b) o comportamento da funcdo P|(¢) computada através

do presente modelo (linhas cheias) quando o fon é preparado no estado inicial |n =0, |) [Fig.
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3.4(a)] e [n=1,]) [Fig. 3.4(b)]. As Figs. 3.4(a) e (b) também mostram a rela¢do heuristica

usada em [8] como fun¢ao de ajuste para os dados experimentais,
1 —pt
P (t) ~ 3 1+ an cos(2Qvn 4+ 1)e ™" | | (3.71)

onde p,, é a distribuigao de probabilidade do estado de movimento inicial na base de Fock e v, =
Yo(n+1)%" ¢ a taxa de amortecimento fenomenolégica. O comportamento da relagao heurfstica
(3.71) para [n =0, |) [Fig. 3.4(a)] e [ln =1, ]) [Fig. 3.4(b)] é mostrado em linhas pontilhadas
usando o valor v, = 11,9(4) kHz estimado em [8]. Enfatizamos que a Eq. (3.71) descreve
um amortecimento simétrico das oscilagcoes de Rabi em vez do amortecimento assimétrico
experimentalmente observado com o qual o presente modelo estd de acordo (ver Fig. 3.3).
Portanto, o modelo de polarizacao do BG para decoeréncia em fons aprisionados, apresentado
neste capitulo, possui a dependéncia com o estado de movimento inicial do fon semelhante a
demonstrada pela Eq. (3.71); entretando reproduz também a assimetria no amortecimento

das oscilagoes de Rabi, ingrediente que a expressao (3.71) nao possui.
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Figura 3.4. Evolugao temporal da probabilidade de medida do estado fundamental P (t)
para os estados iniciais ionicos (a) [n =0,]) e (b) |[n =1,]), de acordo com nosso

modelo (linha cheia) e segundo a relagao heuristica (3.71) (linha pontilhada).
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3.4 Comentarios e conclusoes

Propusemos um mecanismo alternativo para explicar o amortecimento das oscilacoes de Rabi
em fons aprisionados, como medido na Ref. [8]. O modelo exposto neste capitulo leva em conta
a polarizagao do gds residual da armadilha induzida pelo fon. A interacao fon-BG é descrita
por um Hamiltoniano do tipo Frohlich, no qual assumimos um limite tipo Lamb-Dicke em que
ne = k/v2myv < 1, k representa os médulos dos vetores de onda dos modos do BG, e m (v)
representa a massa (freqiiéncia) do fon aprisionado.

Como as experiéncias com fons aprisionados sao realizadas em um ambiente de alto-védcuo, a
densidade do BG, por volta de 106 cm ™3 [19], nao permite a energia de ligacao suficiente para a
formacao de uma quase-particula e o fon é espalhado pelo BG. Colisoes eldsticas e ineldsticas
estao presentes, no entanto estima-se raros os processos ineldsticos de reacoes quimicas e
mudancga de carga, que sao de dificil tratamento formal. Embora uma estimativa conservadora
para a taxa de colisoes eldsticas também leve a um pequeno valor [19], concluimos que o meio
dissipativo provido pela polarizagao do BG deve ser levado em conta no processo de decoeréncia
em armadilhas i6nicas. Como mencionado na Ref.[19], para uma armadilha linear do tipo Paul,
a principal fonte de decoeréncia pode ser associada a erros que surgem dos graus de liberdade
externos do fon em vez daqueles devido aos niveis internos e campos nao ideais.

Sob o limite do tipo Lamb-Dicke aqui adotado, a interagao ion-BG resulta (assumindo a
aproximagao padrao de “onda girante” e que o espectro dos modos de oscilacao do BG tenha
seu méximo longe do zero) no modelo habitual de resposta linear do reservatério (o BG)
para o sistema (o fon aprisionado) [32, 38]. A representacdo P de Glauber foi usada para
analisar a dindmica do estado de movimento i6nico quando consideramos o pulso carrier para
a interacao fon-laser. No regime carrier os estados eletronicos estao totalmente desacoplados
dos estados de movimento. Assim, a dissipacao ou aquecimento do movimento vibracional

do fon nao afetam as oscilacoes de Rabi, dependendo somente da excitacao média do BG,
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como investigado na se¢ao 3.3.1. Por outro lado, usamos uma técnica baseada em quantidades
hierarquicas do tipo c-number para obter um exelente acordo com os resultados experimentais
[8] para o amortecimento assimétrico da oscilagdes de Rabi sob um pulso do tipo anti-Jaynes-
Cummings.

O bom acordo entre os resultados medidos para o amortecimento da oscilacoes de Rabi
[8] e o comportamento obtido pelo presente modelo de polarizacdo do BG indicam que esse
fendmeno possa ser considerado como fonte de erro em fons aprisionados. Evidentemente,
os erros devido a polarizagao do BG devem ser levados em conta juntamente com os erros
oriundos do tempo de vida finito do nivel auxiliar e de campos nao ideais [19], como investigado
nas Refs. [6, 16, 17]. Assim como o modelo estocdstico em [16], o modelo de polarizacao
de BG também reproduz a assimetria do amortecimento das oscilagoes de Rabi observada
experimentalmente. Da mesma forma que os autores declaram na Ref. [16] que assimetria dos
dados medidos é compativel com o mecanismo de decaimento do nivel auxiliar, mencionamos
que também é consistente com a competicao dissipacao-aquecimento produzida pela interacao
fon-BG (através da excitagdo média 7, de BG e do fator amortecimento I'). Além disso, a
consisténcia do presente modelo é confirmada pelo fato de que o melhor ajuste com os dados
experimentais é obtido com os valores dos parametros 7y, = 1,0 e I'/g = 6,0x 1073 que estao
em acordo com as estimativas tedricas. Por fim, demonstramos que o modelo introduzido
neste capitulo para o amortecimento das oscilacoes de Rabi é sensivel ao estado quéntico de

movimento inicial do fon, sendo este resultado visivel no comportamento das curvas nas Figs.

3.4(a) e (b).
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Capitulo 4

Tunelamento Quantico de uma Unica

Particula em Ions Aprisionados

4.1 Motivacao

Juntamente com a nao-localidade e o colapso da funcao de onda — fenémenos subjacentes aos
recentes avangos em comunicagao [1, 2, 3, 4] e computagao quanticas [5, 6, 7] — o mecanismo
de tunelamento ¢ um dos mais intrigantes aspectos exibidos pelo mundo microscépico das
particulas e interagoes, afastando a realidade quéntica da sensibilidade cldssica. Assim como
a nao-localidade e o colapso da fungao de onda tém sido investigados no sentido de estender
nossa compreensao dos fenomenos quénticos fundamentais (como o principio da incerteza e o
processo de medida [8, 9]), o tunelamento é um importante mecanismo para sondar a transi¢ao
da dindmica quantica para a cldssica [10].

O tunelamento quantico em nivel macroscépico tem merecido grande atencao na literatura
[10, 11, 12], em um primeiro momento devido a aplica¢oes em SQUID’s (superconducting
quantum interference detector) [11, 13] e, recentemente, devido a realizagdo de condensagao

da Bose-Einstein em gases atomicos dilutos [14]. A observacao de franjas de interferéncia em
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ondas de matéria demonstrou que um condensado de Bose-Einstein consiste de &tomos que se
comportam como a luz de um laser, possuindo coeréncia espacial e correlacoes de longo alcance,
inaugurando a possibilidade de feixes coerentes de dtomos e do efeito Josephson atéomico [15].

A sondagem do processo de tunelamento quantico de uma unica particula consiste em
um fenomeno tao instigante quanto sua manifestacdo em escala macroscépica. As técnicas
experimentais desenvolvidas na ultima década para manipular os estados eletronicos e de
movimento de fons aprisionados podem ser empregadas para investigar fen6menos quanticos
que até entdo s6 eram acessiveis como processos coletivos [16]. Descrevemos neste capitulo
um esquema para sondar em nivel individual o mecanismo de tunelamento de um tnico fon
aprisionado em um potencial eletromagnético tipo pogo duplo. Através da medida de sinais
de ressonancia fluorescente, a evolucao temporal da inversao atomica idnica é utilizada para

sondar o mecanismo de tunelamento de um tnico fon.

4.2 O modelo

Primeiramente vamos assumir que um fon é aprisionado em um potencial eletromagnético

unidimensional® do tipo poco duplo simétrico

V(z)="b (:ﬁ — %)2 : (4.1)

Esse potencial possui dois minimos de energia localizados em z; = (—1)'z, onde xy = \/d/2b
e i =1, 2 refere-se aos pocgos locais centrados a esquerda e & direita da origem da coordenada
x, respectivamente. Préximo aos minimos de energia de cada pogo local o movimento i6nico

pode ser descrito pela aproximacao harménica

~ 1
Vilx — ;) = imlﬂ (x — z;)°, i=1,2 (4.2)

!Em armadilhas iénicas lineares, as freqiiéncias de oscilacio tipicas nas direcdes y e z sdo bem maiores que

na dire¢do z, provendo assim uma boa aproximagao para uma armadilha unidimensional [16].
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em que v = \/4d/m indica a freqiiéncia e m a massa ionica.

L

2

Figura 4.1. Representagao esquemdtica (fora de escala) do potencial do tipo pogo duplo
V(z), das aproximagoes harmonicas locais ‘N/l e ‘72 em torno de Fxg e dos dois niveis de

menor energia das aproximacoes harmonicas.

O ajuste da aproximagao parabdlica pode ser feito através de escolhas adequadas do
parametro b, o que equivale a fixar d e variar a altura D = d?/4b da barreira que separa
os dois potenciais. Também assumiremos que (pelo menos) os dois estados de menor energia
de cada minimo local do pogo duplo sejam bem aproximados (como na representagao pictérica
da Fig. 4.1) pelos correspondentes auto-estados das aproximagoes parabdlicas XN/I(x — x3), de-

scritos pelas funcoes de onda do oscilador harménico

. | 1 1o\ 1 [z — (=)
& [z — (—1)izg] = 91 (n—1)! (QWACB) P {_ZAJC 2 }

<H, s {ﬁ & — (—1)'z0)] } , (4.3)




h
2my

com A, = referindo-se a incerteza na posicao do oscilador harménico, H,, referindo-se
aos polindmios de Hermite de ordem n, e o sobrescrito n = 1, 2 em @i(n) refere-se ao estado
fundamental e primeiro estado excitado do oscilador harmonico, respectivamente. Finalmente,
consideramos também que o potencial é tal que o estado <I>§”) (da armadilha “harmoénica” 1)
estd localizado espacialmente préximo do estado @én) (da armadilha “harmoénica” 2). Assim

as fungoes de onda locais <I>(1n) e <I>(2n) nao serao ortogonais devido ao overlap € entre as mesmas,

de forma que

/dl‘ {(I)fn) [l‘ — (—1)il‘g} }* ¢§m) [l‘ — (—1)jl‘()} = [5i,j + € (1 — 5i,j)] 5n,m- (44)

Com € < 1, os estados locais @i(n) podem ser considerados aproximadamente ortogonais e os
auto-estados globais do pogo duplo V(z) podem ser aproximados por superposigoes simétricas

e anti-simétricas [18]
o (@) & [0 (x + w0) &+ O (2 — 0)| / V2, (45)

com correspondentes auto-energias Ein) = Eén) + R . As constantes de acoplamento entre
os estados locais sao dadas pelas integrais

*

RM = / dz [¢§”> (x + xo)} [V(x) Vilz+ xo]} ol (z — ), (4.6)

resultando para os dois estados de menor energia em

3 A T2 =g
RO = Zp?A, |22 - 20 T2Ag 4.7
8ml/ 2 A, e ) (4.7a)
2 2 2
RO _ _Zo RO 4 %m,ﬂAm EA_; _ %% _ } v (4.7b)
T o T

A aproximagao feita em (4.5), que é valida quando o overlap € < 1, nos leva a impor

que a incerteza da posigdo A, seja muito menor que a separagao entre os minimos 2xy do
2

2 2 T
potencial global V(z) (ou seja 3> > 1). Assim podemos escrever R ~ —%huz—ie_ﬁoi e

< 1.

R ~ —%R(l), tornando facil notar que R ’R(l)

E(()l) ’ R(Q)
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O Hamiltoniano que descreve os graus de liberdade de movimento do fon aprisionado no

potencial do tipo pogo duplo descrito acima é dado por [19]
. - 72
Hopow = / deVTHU, H = —2—v2 +V (2), (4.8)
m

onde ¥ () = > i (I)i(”) [z — (—1)'zo] 2" ¢ o operador de campo e ’cfm ¢ o operador que

i
aniquila o fon no estado <I>i(n), i.e., aniquila o fon no nivel de energia Eén) do potencial harmonico

Vi. Da equacao de auto-estados H¢! = E ¢ e da consideracao € < 1, justificada acima, o

Hamiltoniano da eq. (4.8) torna-se
77 n )t (n ) n n ) (n ) (n
= X0, [ (8050 +80) 4 R0 (080 +8750)] . o

A seguir, vamos considerar que o fon possui efetivamente dois niveis eletronicos (estados

excitado |T) e fundamental |])), separados pela freqiiéncia wy e acoplados pela interacao com
—

um feixe laser efetivo, de freqiiéncia wy, propagando-se na direcao x com vetor de onda k .
Nessa configuragao, somente o movimento i6nico na dire¢ao = serd modificado. O feixe laser
efetivo, que é na verdade composto por dois feixes de diferentes freqiiéncias (como considerado
nos capitulos 2 e 3), é dessintonizado da transigao |1) «— ||) por § = wy — wr. Um outro
laser fortemente acoplado com a transi¢ao entre ||) e um terceiro nivel |d) mais excitado é
utilizado para medir o estado eletronico do fon através da coleta de sinal fluorescente, o que
nos fornece a probabilidade do fon estar no estado fundamental ||) [16, 17]. Dispomos ambos
os feixes laser no poco harménico local 1 com o intuito de obter uma assinatura do processo de
tunelamento quantico través da probabilidade de ocupagao do estado eletronico fundamental
|l) no pogo 1. Assim o Hamiltoniano que descreve a interacao do fon com o feixe laser de

freqiiéncia wy, serd [16, 17]:
Hiontaser = hig (G702 4y ) (4.10)

onde o, = |T) (|| eo_ =|]) (7| s@o os operadores de pseudo-spin de Pauli, g é a freqiiéncia de

Rabi efetiva para a transicao |T) «— ||) e ¢ é a diferenga de fase entre os dois feixes laser que
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compoem o laser efetivo. J& que o laser efetivo estd disposto somente no pocgo 1, o operador

posi¢ao associada ao centro de massa idnico = é dado por [19]

T = Z /dw q»“(xmo)} 2@ (2 + ) &V ™

N Z \/ﬁ (/{n) ~(n+1) +/~(n+1) /\(n)) (4.11)

Em um referencial girante com a freqiiéncia do laser efetivo w; (obtido via transformagao

unitdria Uy (t) = exp [i“£0.t]), o Hamiltoniano de interagdo fon-laser é dado por
Hion—taser = hg [8+ exp (in Z vn+1 ( ! ’{nﬂ) +4n+1) /{n)) + zgoL) + H.c.} , (4.12)

onde introduzimos o parametro de Lamb-Dicke nn = k; A,.

Agora escrevemos o Hamiltoniano total (graus de liberdade eletronicos e de movimento)
na representacao de interacao, através da transformacao unitdria U (t) = exp (—iﬁgt), onde
~ t
Hy=3%", Eé”) (’c{ln) GREN ’{n)) +185. (7, refere-se ao operador de pseudo-spin de Pauli),
obtendo

7_7 _ Z RM (/@) ~(n) +4n) /\(n)) + hge ™ 2y CW ) G,
T . T . . .
X exp [an /n +1 (/C\(ln) /C\gn-l—l)e—zwot + /C~(1TL+1) /C\gn)ezwot)} ez5t+up + HC} (413)
Para simplificar o Hamiltoniano (4.13) i) ajustamos a dessintonia do laser para o primeiro
deslocamento para o vermelho (first red sideband), 6 = wy. Assumimos i) o limite de Lamb-
Dick, n <« 1, em que a amplitude do movimento vibracional do fon é muito menor que o
comprimento de onda do laser, possibilitando a expansdo do Hamiltoniano (4.13) até primeira

ordem em 7. Fazendo também i) a aproximagao de onda girante [20], obteremos o Hamilto-

niano

n)fAn n n A(”)TA(”)
3 R(”)(é)@)+4”))+zhnge D Il

X (8+ Z vn+1 ’{”) At etion _ H.c.) : (4.14)
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que na auséncia do processo de tunelamento (R™ = 0) leva ao acoplamento entre os graus de
liberdade eletronicos e de movimento do fon descrito pelo Hamiltoniano de Jaynes-Cummings
(HJC).

Neste ponto consideramos que o fon seja inicialmente resfriado até o estado fundamental
do pogo 1 e excitado via laser para o estado eletronico |T). Assim o segundo termo do Hamil-
toniano (4.14) somente induzird a transicdo |1,0),|T) < |0,1), |]), onde o ket |1,0), (|0,1),)
indica que o fon estd no estado de movimento fundamental (primeiro estado excitado) do pogo
1 (relativo a aproximacao harmoénica 171) Além disso, quando consideramos o primeiro termo
do Hamiltoniano (4.14), vemos que o fon no estado de movimento |1,0), (|0, 1),) possui proba-
bilidade finita de tunelar para os estados correspondentes do poco 2: |1,0), (|0, 1),). Portanto,
a base dos estados de movimento estard restrita aos estados fundamental e primeiro excitado
dos pocos harmonicos 1, 2. Esse é o motivo de termos assumido que os dois estados de menor
energia de cada minimo local do poco duplo sejam bem aproximados pelos correspondentes
auto-estados da aproximacao parabdlica XN/I(x — ). Do limite de Lamb-Dicke e do fato que s6
consideramos um unico fon aprisionado no poco duplo, a fungao exp ( 7y, ’{n) ) pode
ser aproximada pela unidade. A luz da discussdo precedente, o Hamiltoniano (4.14) assume a

forma simplificada (para n = 1,2)
~ t t t
H - RW (41) & 4 g ) LR® (éf) & 4 dD® )
~ f ;
+ihng (oﬁf) erier _ 5 gV’ —W’L) . (4.15)
Vamos considerar também o caso ressonante para a interacao fon-laser, i.e. 6 = 0, corre-
spondendo a interacao do tipo carrier entre os graus de liberdade vibracionais e eletronicos

do fon. Dessa forma o Hamiltoniano efetivo que segue da Eq. (4.13) (sob as aproximagoes

mencionadas acima) é dado por
~ t t t
H = RO (A(l) (1) +A(1)A(1) ) + R (852) Ef) +E§2)E§2) )
+hg (Gret¥r —G_e L), (4.16)

92



Note que os operadores de Pauli atuam somente quando o fon estd no poco harmonico 1.

4.3 Resultados

As dinamicas governadas pelos Hamiltonianos (4.15) e (4.16) tornam possivel sondar o mecan-
ismo de tunelamento através da probabilidade de medida do estado eletronico fundamental no

pogo 1, como sera discutido a seguir.
Regime Jaynes-Cummings

Considerando, como mencionado anteriormente, o estado inicial |1,0), |0,0), |T) e o Hamil-

toniano (4.15) obtemos a evolugao

[ (1) = Ci(t)]1,0),10,0),[T) +C2 () [0,0), [1,0), 1)

G (£) 10,1}, 10,00, |1) + Ca (£)[0.0),,10,1), |1) (4.17)

cujos coeficientes C; (t) satisfazem as equagoes diferenciais acopladas

d

ih£C1 (t) = RWCy(t) +ihnge™Cs(t), (4.184a)
m%CQ t) = RWC (1), (4.18b)
z’h%cg (t) = RPC,(t) —ihnge "Cy (1), (4.18c¢)
m%al t) = RPCs(t), (4.184)

com as condigdes iniciais C; (0) = 1, C5 (0) = C5(0) = C4 (0) = 0. Procederemos agora a uma

2
simplificacao adicional no presente esquema. Quanto maior for a razao % > 1, que pode
xT

R

ser ajustada pela forma do potencial V (z), menor serd a razao ’W

, 0 que nos possibilita
desprezar o processo de tunelamento do nivel fundamental dos potenciais locais (o acoplamento

RW). Nesse regime, o primeiro termo do Hamiltoniano (4.15) pode ser desprezado e obtemos
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os coeficientes (ajustando a fase do laser tal que ¢, = —7/2)

Ci(t) = [cos(éwt) + &> —1] /&, (4.19a)
C(t) = 0, (4.19b)
Cs(t) = isin(éwt)/E, (4.19¢)

Ci(t) = /€ —1[cos(éwt) — 1] /€%, (4.19d)

onde o pardmetro que modifica a freqiiéncia de Rabi efetivaw = ng, ¢ £ = {1 - [R(z) / (hng)} 2}1/2.

A seguir analisaremos o efeito do parametro £ na evolucao temporal da probabilidade
de medida fluorescente do estado fundamental eletronico P (t) = |Cs (t)|?, coletada no poco
harmonico 1. Evidentemente quando R = 0, recuperamos a bem conhecida dinamica de
P, (t) para o HIC [16]. Escolhendo R® /(hng) =1 (¢ = v/2) e empregando os valores tipicos
dos experimentos com °Ca™ [21, 22|, n ~ 0,1, g ~ 200kHz e v ~ 2MHz, podemos estimar que
R /(hng) ~ 150x R /ES? ¢ assim obter R® /ES? ~ 7x 1073, como requerido para validar a
aproximacao de que as superposicoes <I>(in ) (x) constituem os auto-estados do pogo duplo global
V (z). De fato,lembrando que R? /(hng) ~ 3vaj /16ngA, exp (—x2 /2A,), dos paramétros
anteriores obtemos z3/A, ~ 17.3 ¢ |RW/R@| ~ 6 x 1072, valores que estdo em acordo
com as aproximacoes realizadas anteriormente. Na Fig. 4.2 mostramos o comportamento da
fungdo P (t) para R® = 0 (¢ = 1, correspondendo a dinamica do HJC) e R®/(hng) = 1.
Como antecipado pela observagao da expressao para P|(t), o aumento da taxa de tunelamento
leva a um aumento da freqiiéncia efetiva éw da inversao de populagao e, em contraste, leva
a uma diminuicdo da amplitude de oscilagdo de P|(¢), indicando claramente o processo de
tunelamento. De fato, assim que a probabilidade do fon estar no estado excitado de movimento
do poco local 1 torna-se nao nula, o acoplamento R com o poco local 2 emaranha os estados
excitados de movimento dos pogos locais, impedindo que a probabilidade P, (¢) (associada
com a medida do estado [0,1),]])) alcance a unidade. Quando a curva para R /(hng) =

1 (linha cheia) na Fig. 4.2 alcanca o seu maximo (wt = nmv/2/4, n = 1,2,...), temos o
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estado emaranhado 3 |1, 0), |0,0), |T) + (ﬁ 0,1),]0,0), — 510,0), |0, 1}2) |1). Portanto, tanto
o comportamento da freqiiéncia efetiva éw quanto o da amplitude 1/¢ da oscilagdo de Rabi,
podem ser usados para caracterizar o processo de tunelamento.

E interessante observar que a  escolha do estado inicial ]0,1),0,0),|]) (ao invés de
11,0),10,0),|T)) que leva ao emaranhado (|1,0),[0,0),|T) +(0,0),]0,1),]l)) /v/2. Nessa
iltima situacao, como esperado para um sistema fechado, podemos restabelecer a unidade para

a probabilidade P|(¢) mesmo considerando somente um pulso laser no pogo local 1.
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Figura 4.2. Comportamento da fungao P|(¢), no regime Jaynes-Cummings, para os

valores R(?) /(hng) = 0 (linha pontilhada) ¢ 1 (linha cheia).
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Regime carrier

Considerando o Hamiltoniano (4.16) e partindo do estado inicial |0, 1), |0,0), |T), obtemos

a evolucao

[ (1) = Ci(1)]0,1),10,0,[T) +C2 () [0,0), [0, 1), 1)

3 (1)10,1), 10,0), |1+ Ca (1) [0,0), [0, 1), 1) (4.20)

cujos coeficientes C; (t) satisfazem as equagoes diferenciais acopladas

ih%Cl (t) = R®Cy(t) + hge'?Cs (1), (4.21a)
z‘h%cg (t) = RO (1), (4.21b)
ih%cg ) = (RPCy(t)+ hge Ci (1)), (4.21c¢)
ih%&l(zﬁ) = RO (1), (4.21d)

com as condigdes iniciais C; (0) = 1, C2 (0) = C5(0) = C4(0) = 0. Nesse regime obtemos os

coeficientes (ajustando a fase do laser ¢; = 0)

1 A+ AT -1
Ci(t) = m K)\? - %) cos (A1 gt)
2 — A
2321
+ (Ai - %) cos (Azgt)] , (4.22a)
V2 M4+ -1
Co(t) = I, 2\/:/2 P { (—3%)\1 +1+ )\i’) sin (A1gt)
A+ AT =1)7" (A=)
2321
X + (—%)\2 +1+ )\g) sin ()\ggt)} : (4.22b)
C3(t) = i)\l — (/\192 — )\3 sin (Aag7) ; (4.22¢)
Ay = A
1 )\3 + )\i -1, 2\ —1 2 2
Ci(t) = S\ TS (A3 = A1) [(BAT 4 A3) cos (Mgt)
+ (35 + A7) cos (hagt)] (4.22d)

onde os parametros que modificam a freqiiéncia de Rabi g sao

A= N 2+ 4[R/(hg) + (~1)' 2y/1 + 4[RO /(h) ", i =1,2
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Evidentemente na auséncia de tunelamento (R?) = 0), obtemos a dinAmica usual para o
pulso carrier, com P|(t) = [sin (g¢)|>. Na Fig. 4.3 mostramos a evolucio de P (t) = |Cs (t)|°
para R®) = 0e R®/(hg) = 1 ()\i = [(3 +(=1) \/5)/ 2} 1/2). Para os valores tipicos dados
na se¢ao anterior, temos R? / E(()Q) ~ 3 x 1073, De forma similar ao comportamento mostrado
na Fig.4.2, observamos na Fig. 4.3 [o que é antecipado pela expressao (4.22c)| que a freqiiéncia
da inversao de populagao torna-se maior que a freqiiéncia de Rabi g associada com a dinamica
do pulso carrier livre. Entretanto, diferentemente da situacao na Fig. 4.2, a probabilidade
P,(t) [demonstrando um padrao caracteristico de batimento devido a forma da Eq. (4.22¢)]
pode ainda atingir a unidade. No regime carrier os estados eletronicos nao se acoplam com os
estados de movimento; consequentemente os estados eletronicos excitado e fundamental estao
ambos sujeitos ao processo de tunelamento (diferente do caso HJC) resultando no padrao de

interferéncia mostrado na Fig. 2.
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Figura 4.3. Comportamento da funcio P (t), no regime carrier, para os valores R /(hg) =

0 (linha pontilhada) e 1 (linha cheia).
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4.4 Conclusoes

Neste capitulo propusemos um esquema para sondar o processo de tunelamento de um tnico
fon aprisionado em um potencial eletromagnético do tipo pogo duplo. A dindmica do tunela-
mento é caracterizada pelo comportamento da probabilidade de medida fluorescente do estado
eletronico fundamental em um dos pogos locais. A presente proposta pode ser facilmente esten-
dida para a implementagao da porta légica quantica fundamental de 2 qubits CNOT (controlled
not) através da adigdo de outro feixe laser no potencial harmonico local 2 [23]. Finalmente,
mencionamos que, embora o design de uma armadilha do tipo poco duplo possa consistir em
um considerdvel desafio técnico, os principios fundamentais discutidos aqui podem ser imple-
mentados via engenharia de interacoes de dois modos em armadilhas ionicas [24], através da
qual é possivel acoplar estados de movimento do fon entre diregoes ortogonais, de forma a

obter uma dindmica similar & do pogo duplo.
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Parte 11

Teletransporte de Estados
Emaranhados e Ruidos em Sistemas

Opticos
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Capitulo 5

Teletransporte de um Estado

Emaranhado do Campo Propagante

com Alta Fidelidade

5.1 Motivacao

A propriedade de nao-localidade exibida por estados emaranhados, primeiramente apontada
por Einstein, Podolsky e Rosen (EPR), em 1935, como base para um argumento contra o
principio de incerteza [1], foi utilizada desde entdo nas investigagdes dos fundamentos da
mecanica quantica. O programa inaugurado pela confrontacao de EPR com a interpretacao
padrao de Copenhagen da mecénica quantica resultou, através da reinterpretacao feita por
Bohm [2] do gedankenexperiment projetado por EPR, na possibilidade de um teste empirico
da nao-localidade formulado por Bell [3], em 1964. Temos aproximadamente duas décadas
dedicadas a demonstragao experimental do fenémeno da nao-localidade pela violagao das de-
sigualdades de Bell [4]. Apesar da maioria das experiéncias ter confirmado o cardter nao-local

da mecénica quantica, loopholes experimentais foram apontados, o que tem evitado uma con-
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clusdo imparcial que, espera-se, seja alcancada em breve [5, 6].

Contudo, na dltima década, uma variedade de aplicacoes potenciais da nao-localidade
moveu definitivamente o enfoque original do fenomeno, puramente tedrico, voltado para os
fundamentos da mecanica quantica. O fenémeno da nao-localidade junto com outros processos
quanticos fundamentais indicam a inauguracao de uma nova tecnologia para a comunicagao [7]
e a computagao [8] quanticas. Basicamente, essa possibilidade advém da descoberta feita por
Shor [9] de que o processamento de informacao quantica, envolvendo sistemas de dois-niveis
como bits quénticos (qubits), fornece um meio para a fatoragao de inteiros muito mais eficaz
que a computagao convencional. Cabe enfatizar a recente realizacao experimental do algoritmo
quantico de Shor através de ressonancia magnética nuclear (NMR), informada pelo Solid State
and Photonics Laboratory da IBM na Califérnia [10]. A informagao quéntica que é transmitida
e processada consiste em estados de superposigao arbitrérios (qubits) em vez de bits cldssicos.
O fendémeno de interferéncia caracteristico de superposicoes quanticas nos permite caminhos de
computacao paralelos que podem reforcar ou cancelar um ao outro dependendo da fase relativa
entre eles [11]. Além de ser indispensavel para correlacionar o qubit de entrada em uma porta
légica quéntica, a existéncia do emaranhamento e nao-localidade em um processador 16gico
quantico prové uma notavel diferenca de qualquer operacao légica classica (convencional).

Introduzido por Bennett et al. [12], o teletransporte é um processo no qual um estado
de superposicao é transferido de um sistema quéntico a outro, localizado a uma distancia
arbitrdria do primeiro, através de dois canais clédssicos (2 bits cldssicos) e um canal nao-local.
Tal processo fornece um ingrediente critico para a implementacao de um processador 16gico
quantico [11]. E importante notar que o estado a ser teletransportado ¢ destruido durante a
medida de Bell requerida pelo processo; a linearidade da mecanica quantica impede que um
estado quéntico seja clonado [13] com fidelidade unitaria, o que previne a possibilidade do
fenomeno da nao-localidade ser empregado para a realizagao de comunicagao superluminal.

Desde sua proposicao original [12], o processo de teletransporte tem atraido muito inter-
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esse e tem sido sugerido um grande nimero de protocolos para a implantacao pratica de tal
processo nos contextos de eletrodindmica quéantica de cavidades [15], fons aprisionados [16], e
campos propagantes [17, 18]. Além da proposta original para o teletransporte de estados de
superposi¢ao, métodos para o teletransporte de emaranhados [14, 19, 20, 21, 22, 23, 24] e de
estados com dimensao N(> 2) [25], de maior interesse para o processamento de informagao
quantica, também tém sido investigados. O processo de teletransporte de qubits foi demon-
strado experimentalmente para estados de polarizagao de fétons [26, 27, 28] e também estados
do tipo “gato de Schrodinger” gerados por conversdo paramétrica descendente [29).

No protocolo original de Benett et al. [12], a realizagdo da chamada medida de Bell (ou
medida conjunta) desempenha um papel crucial para a realizagdo bem sucedida do teletrans-
porte. Tal medida é realizada na base de Bell que é constituida por quatro estados ortogonais
— uma base de dimensao 2 ® 2 envolvendo a particula cujo estado é teletransportado e uma
das particulas que compoem o canal quantico ( ou nao-local) [12]. No experimento de Inns-
bruck [26], projetado para manipular estados de polarizagdo de pulsos de um unico f6ton,
somente um dos quatro estados de Bell é discriminado, o que resulta em uma probabilidade
(no caso ideal) de sucesso igual a 25%. Utilizando um emaranhado dos graus de liberdade
de polarizagao e de movimento de um f6ton, o experimento de Roma [27] foi capaz de distin-
guir cada um dos quatro estados de Bell resultando, no caso ideal, em uma probabilidade de
100% de sucesso para o teletransporte. Na realizacdo experimental reportada na Ref. [27],
diferentemente do protocolo original em [12], os graus de liberdade de polarizagao do féton
compoem o canal nao-local e um estado emaranhado do vetor ? (estado de movimento) foi
utilizado para preparar o estado desconhecido a ser teletransportado. Tal estratégia previne
dificuldades associadas a existéncia de dois fétons, tornando a medida de Bell mais fécil.
Através da execugao da medida de Bell na base de interagbes nao-lineares, o experimento de
Baltimore [28] também alcanga, em principio, 100% de sucesso de probabilidade de sucesso

para o teletransporte de estados de polarizagao da luz, além de seguir exatamente o protocolo
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de Bennett et al. [12]. No experimento do Caltech [29], que demonstra o teletransporte de
estados de varidveis continuas, dois dos quatro estados de Bell sao discriminados, alcancando
assim uma probabilidade de sucesso de 50% e uma fidelidade determinada experimentalmente
de 0,58 + 0.02.

Neste capitulo, introduziremos um esquema para o teletransporte de estados emaranhados
do campo de radiagao propagante com zero e um féton. O aparato utilizado na presente
proposta é baseado em um interferometro de Mach-Zehnder (MZ) com um elemento sensivel
a fase, i.e., um meio Kerr, alcancando uma probabilidade de sucesso de 100% no caso ideal.
Um esquema para teletransportar emaranhados similares do campo de radiacao propagante,
empregando somente elementos lineares as custas de 50% de probabilidade de sucesso, foi
recentemente sugerido nas Refs. [20, 21]. Nesse sentido, a viabilidade de nossa proposta
advém da demonstracao recente de propagacgao ultralenta da luz em meios atomicos frios, o
que abre o caminho para a realizacao de significantes mudancas de fase condicionais entre dois
fétons que se propagam nesses meios|[30].

O teletransporte e decoeréncia de emaranhados de estados coerentes do campo de radiacao
propagante foram investigados na Ref. [22], tendo o teletransporte probabilidade de sucesso
igual a 50%. No dominio da EQC, protocolos para o teletransporte de estados emaranhados
de dois dtomos [14] e emaranhados de estados do campo aprisionado em cavidade com alto
fator de qualidade [23], foram propostos. Enfatizamos que o teletransporte experimental de
estados emaranhados foi recentemente alcangado [24]. Utilizando-se somente elementos 6pticos
lineares, o experimento realizado em [24] segue as linhas sugeridas em [20], tendo no caso ideal
50% de probabilidade de sucesso.

O arranjo experimental que propomos para o teletransporte de estados emaranhados con-
siste basicamente de trés estagoes (ou laboratérios), conforme esquematizado na Fig. 5.1(a),
empregando divisores de feixe simétricos 50/50, meios Kerr e fotodetectores. Além do emaran-

hado a ser teletransportado, que nés vamos assumir j& preparado e injetado nos canais 1 e 2
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(|92)12), o canal quantico é preparado pelo aparato descrito na Fig. 5.1(b). Esta é a esta¢do
do canal qudntico que consiste em um divisor de feixe (BS), um interferémetro de MZ com-
posto por um par de divisores de feixes (BSy, BS3), e um meio Kerr (K M;). Esse ultimo
elemento é utilizado para emaranhar os modos de saida 4 e 5 dos divisores de feixes BS; e
BS,, respectivamente, sendo esse um ingrediente crucial para geracao do canal nao-local (um
emaranhado dos modos 3,4,5 e 6) requerido pelo presente protocolo. Exceto pelos detectores,
a estacao de Alice, mostrada na Fig. 5.1(c), consiste dos mesmos ingredientes usados para
gerar o canal ndo-local. Um interferometro de MZ (BS,, BS5) € disposto de forma a receber os
modos 3 e 4 do canal quantico, que é acoplado ao emaranhado a ser teletransportado através
do meio Kerr (K M;). Finalmente, o BSg é empregado para preparar o emaranhado conjunto
(envolvendo o canal nao-local e o estado a ser teletransportado) para a realiza¢ao da medida
do tipo Bell pelos fotodetectores D; (i = 1,2,3,4). Na esta¢do de Bob, ilustrada na Fig. 5.1(d),
outro interferometro de MZ (BS;, BSs) e trés placas de fase (phase plates) sdo dispostas de
forma a realizar todas as rotagoes necessdrias para converter o estado teletransportado em
uma réplica do estado original, alcancando 100% de probabilidade de sucesso no caso ideal.
Cabe ressaltar que a fidelidade do esquema proposto para o teletransporte de um estado
emaranhado é estimada levando em conta o ruido introduzido pela dissipagao em todos os
elementos 6pticos utilizados. Apresentaremos, na secao 5.3, um tratamento fenomenolégico
que permite estimar os erros introduzidos pela foto-absorcao no meio Kerr; esse tratamento
é realizado através de uma analogia com o tratamento de absorcoes em divisores de feixes
feito na Ref. [31]. A eficiéncia dos fotodetectores também foi incluida usando as relacoes
previamente estabelecidas em [18]. Utilizaremos uma estratégia para a realizagdo da medida
de Bell que permite sondar a absorcao de fétons nos elementos épticos presentes nos canais de
1 a 4. Tal estratégia, combinada com as usualmente pequenas constantes de dissipagao que
caracterizam os divisores de feixe e meios Kerr, resulta em um processo de teletransporte com

alta fidelidade.
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Figura 5.1 (a) Esbogo do arranjo experimental para o teletransporte quantico de emaran-
hados de zero e um féton do campo propagante. (b) Estagao usada para gerar o canal

quantico. (c) Estagdo de Alice. (d) Estag¢ao de Bob.
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5.2 Teletransporte de um estado emaranhado - caso ideal

Primeiramente introduziremos a situacao onde os erros sao desconsiderados, descrevendo sucin-

tamente as operagoes fisicas nos elementos épticos. As relagoes gerais entre os operadores de in-
—~ D . ~ e i (~t 5 ST~

put e output a, 5, derivadas do operador de evolugao unitaria Uggs = exp [29 (a;rnﬁm + BinQin ) | 5

que descreve a agao de um divisor de feixes simétrico e ideal, sao escritas como

aout = ta‘zn + Tﬁina (518.)

Bout = tﬁzn + raina (51b)

onde ¢ = cos(f) e r = isin(f) sdo os coeficientes de transmissao e reflexdo do divisor de
feixes, que satisfazem [t|* + |7|° = 1. Uma formulagio mais detalhada da aco dos elementos
épticos pode ser encontrada nas Refs. [32, 33, 34]. Para um divisor de feixes simétrico 50/50
temos 0 = w/4 et = |r| = 1/+/2. Esses coeficientes (¢ e r), e portanto os operadores (a e
E), dependem da freqiiéncia dos campos incidentes. Neste trabalho serao assumidas fontes
monocromadticas de fétons.

O acoplamento entre os operadores de input e output a, E, representando os campos que

. . e T Lt~ T
cruzam um meio Kerr, segue do operador de evolugao unitaria Ug.,, = exp (—ZXTOé;rnOémﬁ in Bm) ,

e é dado por

Bow = exp (ix7al,din) B (5.2D)

A fase condicional ¢ = y7 depende da suscetibilidade nao-linear x para o efeito Kerr éptico

[35] e do tempo de interagao dos campos com o meio Kerr.
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Figura 5.2. Representacao dos modos de input e output dos elementos 6pticos.

O emaranhado a ser teletransportado pode ser facilmente preparado através de um tnico
féton incidente em um BS com coeficientes arbitrarios e desconhecidos de transmissao e re-
‘2

flexdo C; e Cs, que satisfazem |C;|* + |Co|* = 1. Tal estado, injetado nos modos 1 e 2, pode ser

escrito como
‘Q>12 :CI‘O>1‘1>2+C2‘1>1‘0>2- (5-3)

Simultaneamente & preparacao do estado a ser teletransportado, o canal quéntico é preparado
através de campos de um tnico féton |1), e |1), incidentes nos divisores de feixes BS; e BSs,
respectivamente. E facil verificar das Eqs. (5.1a, 5.1b) e (5.2a, 5.2b) que o estado emaranhado
resultante nos modos de saida da esta¢do do canal quantico, Fig. 5.1(b), é escrito, a menos de

um irrelevante fator de fase global, como

1
Yhause = 75 (111510041005 1) + 1005 114 11)5 10)6) (5.4)

onde o parametro de interagdo no meio Kerr ¢ ajustado de forma que x7 = 7 [30]. Devemos

ressaltar aqui, que o meio Kerr é indispensdvel para a preparacao dos canais correlacionados
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segundo a Eq. (5.4) de forma deterministica. O produto do emaranhado a ser teletransportado

e do canal quantico, [Q2),, ® |T),s6, Pode ser expresso da seguinte forma

Ehasso = 5 T ) 1m0 (1005 [1)g +Ca 1);10))
+ |\Ij_>1234 (Cl ‘0>5 ‘1>6 -G ‘1>5 ‘0>6)
+ |(I)+>1234 (C2 ‘0>5 ‘1>6 +G ‘1>5 ‘0>6)
= |27 1554 (C210)5 [1)g — €1 [1)510)5) } - (5.5)
Introduzimos aqui um conjunto completo de auto-estados de 4 particulas dos operadores de
Bell O, = |@f>1234 <@f| Ok O = 1), definido por

1

|@f>1234 = V2 (|bin (k)>1234 =+ |bin (15 — k)>1234) , k=0,1,..,15, (5.6)

onde bin (k) refere-se a representacdo de 4 bits para o inteiro k. Para o presente protocolo
estaremos interessados em quatro estados da base de Bell completa |@f>123 ,» aqueles empre-

gados na expressao (5.5)

¥y = 105 )y = 75 (O D 1) 00 % [y 00,00, 0. (5T
) = 18D = 75 (100 D005 1, £ 10110, 1100, (570)

Portanto, medidas nos campos de saida 1,2,3, e 4, sobre os igualmente provaveis estados de
Bell (5.7a, 5.7b), projetam a saida dos modos 5 e 6 nos estados emaranhados descritos na Eq.
(5.5). Essa medida conjunta pode ser executada pelo analisador de estados de Bell incluso
na estacdo da Alice. Nessa estacdo, segue das Egs. (5.1a), (5.1b), (5.2a), (5.2b), (5.7a) e
(5.7b), que uma medida via detectores D; (i = 1,2,3,4), do estado de saida |0), |1),]1)5]0),,
requer que o estado de entrada seja |U7),,,, e projeta os modos 5 e 6 que entram na esta¢io
do Bob exatamente no estado emaranhado original que foi injetado nos modos 1 e 2. Apés
o conhecimento do resultado dessa medida, comunicada por Alice via canal cldssico ilustrado

na Fig. 5.1(a), Bob nao precisard fazer nada para produzir uma replica perfeita do estado
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€2) 5. Por outro lado, a medida conjunta do estado de Bell |¥™),,., é conseguida através
da medida do estado de saida [1),|0),|1)5|0), na estacdo de Alice, deixando os modos de
entrada na esta¢io de Bob no estado emaranhado C; |0),[1)s — Ca|1)5|0),. Nesse caso, uma
transformacao unitdria é realizada através da aplicacao do operador 7., que se refere a matriz
de Pauli na base {\O, D561, O>5’6}.

Com respeito as medidas do tipo Bell restantes, o resultado |®") .., (|®7),,3,) € alcancado
através da medida do estado de saida |1), |0),[0)5 1), (|0), [1),]0)5|1),) na estagio de Alice,
deixando os modos de entrada da esta¢do do Bob no estado emaranhado Cs [0) [1)5+Ci |1)5|0)4
(C210)5 1) — C1|1)510)¢). Aqui a operacao unitaria requerida corresponde & aplicacao da
matriz de Pauli o, (0,) na base {\O, L)sgo 1, O>5’6}. As operagoes unitdrias o, (k = z,z,y) na
base {\O, 1)s611,0) 5’6}, podem ser implementadas na estacao de Bob, conforme esquema na
Fig. 5.1(d), via escolhas apropriadas dos deslocamentos de fase ¢,, ¢, € ¢4 introduzidos pelas
placas de fase. Os resultados da fotodeteccao na estacao de Alice associados com os quatro
estados de Bell nas Eqgs. (5.7a, 5.7b) sao sumarizados na Tab. 5.1, junto com os valores dos
deslocamentos de fase requeridos para realizar as rotagoes o (k = z,z,y) na esta¢do de Bob.
Como na preparacao do canal nao local, o parametro de interacao no meio Kerr da estacao de
Alice, foi ajustado de forma que y7 = 7 [30].

Nesta se¢ao mostramos que o esquema proposto para o teletransporte de um estado emaran-
hado permite-nos alcancar 100% de probabilidade de sucesso, onde dentre os dezesseis estados
que compdem a Base de Bell descrita na Eq. (5.6), somente os quatro estados de Bell intro-

duzidos nas Egs. (5.7a, 5.7b) ocorrem com igual probabilidade de 25%.
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Tabela 5.1. Nessa tabela sumarizamos os estados de Bell, na primeira coluna, medidos

através das quatro possiveis fotodetecgoes dispostas na segunda coluna. As rotagdes de
o . .

180" em torno dos eixos z, x, e ¥y, requeridas para converter o estado emaranhado re-

sultante nos modos 5 e 6 em uma réplica do estado original |{2),,, sdo dadas na terceira

129
coluna. As matrizes de Pauli 0% (k = z,x, y) sdo expressas na base {\O, g, |1,0), 6}.

Finalmente na quarta coluna mostramos os deslocamentos de fase ¢;, ¢,, € ¢4 introduzi-

dos pelas placas de fase na estacdo de Bob para executar as rotacoes requeridas.

Estado de Bell Fotodeteccao Rotacoes  Deslocamentos de Fase

(W) 1234 10)1 [1)5 [1)510)4 1 —

) 123 1)1 1005 [1)510)4 CP ¢ =0y =¢3 ="
|P7) 1234 1)1 10021005 1), Oa ¢1 =0, ¢ = g3 = 37/2
D7) 1034 10)111)510)5 1), ay ¢ =¢3=0,¢, =7

5.3 Erros (dissipagao) nos elementos 6pticos

5.3.1 Absorcao nos divisores de feixe

Quando os erros devidos a foto-absorcao nos divisores de feixes sao levados em conta, as
relacoes entre os operadores de input e output & e E, descritas nas Egs. (5.1a, 5.1b) sao

generalizadas para [31]

aout = Tazn + RE’LTL + Z’\aa (583.)
Eout = Tﬁzn + Razn + Eﬂ, (58b)
de forma a considerar os operadores de ruido de Langevin [,A, associados com a absorcao de

um féton nos divisores de feixe. Os coeficientes de transmissao e reflexao para um BS com

absor¢ao generalizam aqueles introduzidos nas Egs. (5.1a) e (5.1b): aqui T' = \/kt, R = \/kr,
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de tal forma que |T|* + |R|”> = &, sendo x uma constante que indica a probabilidade de nao
absorcao de fétons, uma espécie de fator de qualidade para divisores de feixe. Vamos requerer
que os campos de entrada e as fontes de ruido sejam independentes, de forma que os operadores

de input devem comutar com os operadores de Langevin

~

[am,.ca} - [am,fiﬂ} - [am,fig} - [am,fi;} —0, (5.9)

com relagoes similares para os operadores do modo 5. A imposicao das relagoes de comutacao
bosonicas usuais sobre os operadores dos modos de saida (output) leva as seguintes relagoes

para os operadores de Langevin
[EQ,ET} _ [E@,EH _T, (5.10a)
[Za,@} _ [ZB,EL} N (5.10b)

onde I' = 1 — Kk é a constante de amortecimento e A = TR* + RT* = 0. Notamos que A
poderd assumir valores diferentes de zero somente para BS assimétricos. Para freqiiéncias
Opticas, o estado do meio ambiente pode ser aproximado pelo estado de vicuo, até mesmo a

temperatura ambiente, de forma que
L. 0) = L5 0) = @i 0) = By, 10) = 0, (5.11)
e, das relagoes de input-output (5.8a e 5.8b), também segue que
Gout [0) = B [0) = 0. (5.12)

Nas relagoes acima, |0) representa o estado de vdcuo para os modos «, 3 e seus respectivos

meio ambientes. Finalmente, as médias quanticas dos operadores de Langevin sao nulas,

<Ea> - <EB> - <EL> - <E;> —0, (5.13)

e os valores esperados no estado fundamental para os produtos de pares de operadores de ruido

119



sao
<EQEL> — <EBE;> ~T, (5.14a)
<Eaﬁ;> — <EBEL> —0. (5.14b)
Logo, ¢é facil mostrar que, de forma semelhante as relagoes (5.8a) e (5.8b), as transformagdes

relacionando os operadores de output aos de input, preservando as propriedades mencionadas

acima para os operadores de Langevin, sao

b\éin = T*aout + R*Bout + Ea, (515&)
Bin = T*Bout + R*aout + EB, (515b)
onde as relagoes de comutagao bosonicas sao satisfeitas pelos operadores dos modos de entrada

(i, € Em) Das Eqgs. (5.15a) e (5.15b), o estado de saida que surge da injecdo de um fé6ton

no modo « do divisor de feixe com absorcao é dado por

1,0}, =@, [0,0)% = [T1L,0)2%5 + RJ0, 12 + £110,0)25] (0}, (5.16)

onde |0)g =[], |0),, = [{Ox}) representa o estado do meio ambiente, composto de um grande

nimero de estados de vacuo |0),.

5.3.2 Absorcao nos meios Kerr

Para lidar com a foto-absorcao em um meio Kerr introduziremos também um tratamento
fenomenoldgico via operadores de Langevin. De forma similar ao procedimento adotado ante-
riormente, para introduzir foto-absorcao em um B.S, as relagoes entre os operadores de input
e output &,E, descritas em um meio Kerr ideal pelas Eqgs. (5.2a) e (5.2b), sdo generalizadas

em um meio Kerr dissipativo para

aout = \/ﬁeXp (ZXT/BITLBWL) azn + Ea, (517&)

Bout = \/ﬁeXp (ZXT&ITL&ZTL) an +

=)

5, (5.17b)
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onde A = 1 — n é a probabilidade de foto-absorcao, a constante de amortecimento para o
meio Kerr. Usamos caracteres diferentes para os operadores de Langevin, para diferenciar o
elemento 6ptico particular responsavel pela foto-absorgao.

As regras algébricas satisfeitas pelos operadores de input e output &,ﬁ e os operadores de
Langevin sao similares aquelas para os BS. Assumindo a comutacao entre os operadores de

Langevin com os operadores de input ay,, [3,,, € impondo relagoes de comutacao bosonicas

in>

sobre os operadores de output diyy, 5

outs SEEUE qUE
2.8 = [8.281] =a (5.184)
[EQ,EH - [Eﬂ,ﬁg} ~ 0. (5.18b)

Aproximando o estado do meio ambiente pelo estado de vdcuo, obtemos relagoes andlogas
aquelas das Eqgs. (5.11)-(5.13) para os operadores do meio Kerr. O valor esperado no estado

fundamental para o produto de pares de operadores de ruido é, portanto,
<EQEL> - <Eﬂﬁg> — A, (5.192)
a af _ ot
<£Q£B> — <£B£L> —0. (5.19b)

As transformacoes relacionando os operadores de output aos de input, preservando as pro-

priedades mencionadas acima, sao

—~ S B —~ -~
Qin, = /Nexp (—szﬁoutﬁout) Qout + Lo, (5.20a)

Bin = \/ﬁeXp (_iXTaZut&out) Bout + Eﬁ (520b)

Quando computamos o estado de saida gerado a partir da injecao de um par de fétons nos

modos a e [ de um meio Kerr, obtemos das Egs. (5.20a) e (5.20b):
in _ ~t A in —ixT out out ‘At
‘]‘7 ]‘>aﬂ - aznﬁzn ‘07 O>aﬂ - 776 ‘]‘7 ]‘>aﬂ + \/ﬁ ‘07 ]‘>aﬂ 20(
V1 [1,0)75 £+ 10,0075 SL2h | 0} (5.21)
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onde |0) denota o estado inicial do meio ambiente. Nesta equagdo, note que quando con-

sideramos o caso ideal, 7 = 1, obtemos corretamente |1, 1}?5 = e X1, 1);“;. Em um meio

Kerr dissipativo encontramos valores esperados para os estados |0, 1};"; e |1, O}ng dados por
n (1 —n), enquanto que a probabilidade de absor¢ao de ambos os fétons é dada por (1 — 77)2.
Ressaltamos que um tratamento detalhado da dissipagao em um meio Kerr deve considerar os
intervalos de tempo, entre zero e 7 (o tempo de interagao dos fétons em um meio Kerr ideal),
para a absorcao de fétons nos modos o e 3. Como conseqiiéncia, fatores de fase adicionais

devem aparecer na Eq. (5.21). Entretanto, o tratamento acima ¢ suficiente para fornecer uma

boa estimativa da fidelidade para o processo de teletransporte proposto.

5.3.3 Eficiéncia dos detectores

Introduzindo operadores de output para considerar a deteccao do campo de input a que chega

aos detectores, temos

aout = \/g&zn + /I—\aa (522)

onde ¢ representa a eficiéncia dos detectores. Obviamente, diferente do caso dos divisores de
feixe e meios Kerr, o detector nao acopla diferentes modos. Os operadores de Langevin L,

satisfazem as propriedades introduzidas acima, obedecendo as relacoes de comutacgao

[EQ,EL} . — (5.23a)
[EQ,EH — 0, (5.23b)

e os valores esperados no estado fundamental do produto de pares de operadores sao

<EOIL> = 1-¢ (5.24a)

<E[;> ) (5.24b)
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5.3.4 Dissipacao nas placas de fase (phase plates)

A fotoabsorgao nas placas de fase é modelada em analogia com o tratamento dado & eficiéncia
dos fotodetectores. Introduzindo um operador de output para o modo « da placa de fase com

constante de dissipacao 1 — », segue que
aout = \/;azn + IEOU (525)

com o operador de Langevin IEa obedecendo relagoes similares aquelas das Eqgs. (5.23a, 5.23b)

e (5.24a, 5.24b).

5.3.5 Relacao geral para erros devido aos divisores de feixes e fo-
todetectores

Por questao de generalidade, introduziremos a seguir relagoes que contemplam ambas as fontes
de erros: fotoabsor¢ao nos BS [Egs. (5.8a) e (5.8b)] e eficiéncia dos detectores [Eq. (5.22)].
Podemos provar nessa formulacao que os operadores de output @, E, que descrevem os campos

de saida dos divisores de feixe BS5 e BSs que chegam aos detectores, sao dados por [1§]
Qout = Taim + RB,, + La, (5.26a)
Bout = TBWL + R&ZTL + iﬂa (526b)
onde T =\/eT = \/ext, R =\/eR = \/ekr, e L, = L, + £,. De fato, combinando as pro-
priedades mencionadas anteriormente para os operadores nas relagoes (5.26a) e (5.26b), obte-
mos
[Ea, EL} - [EB, E;} —eT+(1—e), (5.27a)
[La, LH - [LB, LL} —0. (5.27b)
Quando substituimos 7 = 1 em (5.27a) e (5.27b), recuperamos as relagoes (5.10a) e (5.10b),
enquanto que, para [' = 0, recuperamos as relacoes (5.23a) e (5.23b), respectivamente.
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5.4 Teletransporte de um estado emaranhado: efeitos

do ruido

No célculo da fidelidade do processo de teletransporte, assumiremos que o estado a ser tele-
transportado, |(2),,, é preparado idealmente com fidelidade igual & unidade. Entretanto, pela
consideracao das constantes de dissipacao nos trés divisores de feixes e no meio Kerr envolvidos
na preparagao do canal quantico, como descrito na Fig. 5.1(b), obtemos o emaranhado nao

ideal:

), = €7 1002 03100+ in' (1-+072) [0),]1),] 11)510),
€2 [i (14 0"2) [1)510), — 02 (1= 0"2) 10)411),] [0)5 [ 1)
+E1/? [(2(2)T+251/2 1/22(3)T+Z€1/2£T+51/2A(3)T) 1),

+ Z'nl/Q (@2)1’ . isl/Qﬁl/QEé?))T + ZSI/QEE + 51/2‘2(63)1') ‘O i| ‘O>

[
[

+ ‘19>3456} ‘O>E ) (528)

onde £ = k/2 e o sobrescrito ¢ dos operadores de Langevin LO referem-se ao ¢ — ésimo divisor
de feixe e, portanto, ao ¢ — ésimo meio ambiente no qual o féton é absorvido, de forma que
[Eﬁf ) , ! ") q = 0I". Note que |0)g € o produto de todos os meio ambientes, referindo-se a
cada BS e KM, i.e., [0)g = [{01}) g, {0k} s, {0k }) s, {0k }) kas,- N@0 hd necessidade de
introduzir sobrescritos nos operadores de Langevin que descrevem a absor¢cao no meio Kerr,
ja que estes podem ser diferenciados somente pelos seus respectivos modos (subscrito). O ket

U) 3456 D& Eq. (5.28), que envolve somente estados de zero f6ton nos modos 3 e 4, é dado por

‘19>3456 = { [(1 1/2) +i§ — 25771/2211} ‘1>5 ‘0>6
+i€2 [ (14972 +5+5n1/2£4} 10), [1),
+ (2;2”_’_25”1/2 L1 —HSST +&L 3”)
i€ (EP" 4 ign' BT + i€+ e£PT) 21 10)510) } 10)510), 10)s - (5:29)
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A utilizagdo de quatro fotodetectores para realizar a medida do tipo Bell nos habilita a
sondar a ocorréncia de fotoabsorgdo nos elementos 6pticos presentes nos canais 1 a 4 [Fig.
5.1(a)]. Dado que um féton é injetado nos modos 1 e 2, compondo o estado a ser teletrans-
portado, e outro féton é injetado através dos modos 3 e 4, compondo parte do canal quéntico,
Alice comunica a Bob somente eventos de sucesso, onde o féton presente nos canais 1 e 2 é
detectado através de D; ou Dy e o outro féton presente nos canais 3 e 4 é detectado através
de D3 ou Dy4. Considerando o féton injetado através dos canais 3 e 4, estes eventos de sucesso
incluem somente os estados mostrados explicitamente na superposicao (5.28), ja que o ket
remanescente ), contém somente estados de zero féton nos modos 3 e 4. Evidentemente,
quando um dos fétons (dos pares de canais 1-2 ou 3-4) ou ambos sao absorvidos ou espalhados
pelos elementos épticos, tal evento é descartado e o processo de teletransporte deve ser reinici-
ado. Essa estratégia, em associagao com a pequena constante de amortecimento caracteristica
dos divisores de feixe e meios Kerr, resulta em um processo de teletransporte com alta fidel-
idade. Tal fidelidade nao é afetada pela eficiéncia dos detectores, que somente influencia na
probabilidade das medidas de Bell: na situacao real, cada um dos quatro resultados possiveis
ocorre com probabilidade menor que 1/4, como serd discutido a seguir.

Calculando agora a fidelidade do canal quantico descrito pela Eq. (5.28), i.e., a fidelidade do
operador densidade reduzido Trg (’ T> <TD com relagao ao canal quantico ideal |T), obtemos

a expressao

F= (e (|T) ()| ) = S 1+ e m +nGem]. 630

Como esperado, quando desconsideramos as absorgoes nos divisores de feixe BS;, BS; e B.S3
(k =26 =1) e no meio Kerr KM; (n = 1) encontramos F = 1.

Vamos considerar, por simplicidade, a situacdo realista (ndo-ideal), em que o estado
fotonico |0), |1),(1);5/0), é detectado por Alice, correspondendo, no caso ideal, a medida

do estado de Bell |¥") ,,,. Como mencionado anteriormente, a medida do estado de saida
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10), 11)5|1)5]0), por Alice projeta os modos 5 e 6 que entram na esta¢io de Bob exatamente
no estado original |€2),,, de forma que Bob nao precisa fazer nada para obter uma réplica idén-
tica desse estado, no caso ideal. Assumindo de forma realista elementos épticos nao-ideais, os
modos de entrada 5 e 6 na estacdo de Bob, apés a fotodetecgao de |0), [1),|1),|0), na estagdo

de Alice, sao descritos pelo emaranhado
[$)56 = A [al0)s 1) + B [1)50)g + (£577 + dZE + e2f + ££67) [0)510)] 10}, (5:31)
onde os coeficientes de a a f sao dados por

a — 53 [_771/2 (1 + 771/2 + 377 - 773/2) Cl ) (1 o 771/2 —n+ 773/2) C2:| ’ (532&)

b = E[in2(1—n2—n+n¥?) i+ (1-30"2—n—1*?) ¢, (5.32b)
c = EmPA+na+ (1-20"2-n)C], (5.32¢)
d = &P {—n[1+22=n|Ci+in'/? (1+n)C}, (5-32d)
e = &7 {—771/2 {1 + %771/2 =21 —n'?) + 77] Cy

+i {1 — gnlﬂ — 21 4 nt?) — %n] CQ} , (5.32¢)
f = ¢°/2 [inl/Q (1—n)C + (1 — ot/ — 77) Cg} , (5.32f)

e a constante de normalizacao é
N = [la* + b + (1= 28) (le? + [d)* + |£]%) + le]* (1 —n)] . (5.33)

Portanto, a probabilidade de deteccao do estado |0), |1),]1)5]0), na estagio de Alice, dada

por Poiip = N 2% (que ¢ obtida via evolugao do estado |©2),, ® ’T> através da estacgao
3456

de Alice), depende da eficiéncia dos detectores € e torna-se 1/4 quando assumimos elementos

épticos e fotodetectores ideais (k = 2§ = nn = ¢ = 1). De fato, para os coeficientes mostrados

-1/2

acima obtemos a = —C;/2 e b = —(C3/2, de forma que N = Ua\Q + \bﬂ = 2.
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Da Eq. (5.31), o operador densidade reduzido pode ser obtido:

Pse = Tre W>56 (Y] = N {‘a‘Q 0, 1>56 (0, 1] + ab™ |0, 1>56 (1,0
+a*b ‘1’ O>56 <07 1‘ + ‘b‘2 ‘17 O>56 <1v O‘

+ [(1=2¢) (Je* + |d]* + [£]*) + le]* (1 = 1)] |0,0)5 (0,0] } . (5.34)

Finalmente, a fidelidade do processo de teletransporte, o overlap entre o estado ideal |Q2),, =
C110)5 |1)+C2]1)5 |0)4 € 0 estado teletransportado na situagao realista nao-ideal na Eq. (5.31),

é dada por

F = 5 <Q‘ /:0\56 ‘Q>56

= N?(|a]*|Ci|* + ab*C;C, + a*bCiC; + |b|* [Co]?) . (5.35)

Segue imediatamente que, para o caso ideal onde kK = n = ¢ = 26 = 1, de forma que a =
—C1/2, b= —Cy/2, e N =2, obtemos F = (\Cl\Q + \C2\2)2 = 1. Relembramos que a funcao F
calculada aqui ¢ a fidelidade do estado teletransportado associado com a medida de Alice do
estado de Bell |U),,., (no caso ideal). Notamos que a fidelidade F pode ser consideravelmente
menor quando consideramos eventos onde nenhum féton é detectado nos pares de canais 1-2
ou 3-4.

E técito que diferentes expressoes para a fidelidade do estado teletransportado sao obtidas
para resultados diferentes da medida de Bell. De fato, a intervencao de Bob no estado que
entra em sua estacao, apds a medida de Alice, utiliza mais elementos épticos para realizar
as rotagoes requeridas (conforme Tab. 5.1) para converter o estado teletransportado em uma
réplica idéntica do estado emaranhado original |©2);2; como conseqiiéncia, mais erros serao
introduzidos no estado teletransportado. Nesse sentido, esperamos um aumento da fidelidade
para o emaranhado teletransportado quando detectamos W) o, [PF) 10205 [P 7) 19340 1P ) 10345

nesta ordem.

Um ponto importante a ser ressaltado é que a estratégia para sondar a absorcao de fétons

127



nos canais 1 a 4 ¢é insuficiente para eliminar os erros introduzidos pelos elementos 6pticos nao-
ideais nesses canais. De fato, sempre quando ambos os fétons injetados através dos canais 1-2
e 3-4 nao sao absorvidos, os erros introduzidos pelos elementos épticos irao invalidar a Tab.
5.1, no sentido que a medida do estado |0), |1), |1),|0),, por exemplo, torna-se associada nao
somente ao estado de Bell [¥),,., (como no caso ideal) mas também aos outros estados de

Bell, embora com pequenas probabilidades, como serd mostrado na préxima secao.

5.4.1 Evolugao dos estados de Bell através da estacao de Alice

A seguir apresentaremos a evolugao dos estados de Bell \\I/i>123 . (que aparecem na expressao

do produto [€2),,® ’T> através da estac¢ao de Alice, mostrando a mistura das possibilidades

3456)
de fotodetecgao da Tab. 5.1. A evolugao dos estados de Bell |[U#),,., através da estagio de

Alice [Fig. 5.1(c)] é dada por
1
|\Iji>1234 - /2 (10, 1)15 1,003, £ 1,01, 0, 1))

FEstagao da Alice 1
ke —

TS 10 +0) T (12 + D] 11,0} 11,0,
+&2 (2 + ) £ (02 +1)]10,1),,]1,0),,
+E2 [ ("2 =) £ (2 = 1)]10,1) 1510, 1),
+ig (' =) & (0" = 1)] 1,001, 10,15,

+ ‘19\Ili>1234}7
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onde o ket |Jy+),,5,, apresenta estados de zero féton em pelo menos um dos pares de canais

1-2 ou 34,

Dasdings = (€02 +n) £ 1,005+ (2 =) £ [0, 1),

(5= n'/220) 11,0, + (£ + /221 ) 10, 1)y

(2 = 1) L7110, 1)y & i (02 4+ 1) L7[1,0)3, 0,0),,

(e (250 — i ()" 20" + i /288 + €220 ) (11,00, + 10, 1))
&7 ((em) /2 £57 4+ €7 ZL + LT 446 E0T) (10,1), 4111, 0)15) 10,00,
[ (BT — i ()2 T+ ig 2R+ e 220T) 20

I (2&4)1 +i(en) 2 LD it 28l 4 51/2315)T) o

+

((em? 9" + 28+ £ 4ig 20 ) £17] 10,0)1510,0)5, } 10}
Estimando de forma realista os valores para k = n = 0, 98, obteremos

Esta¢ao da Alice .
|\Ij+>1234 T i(0,9604) |0, 1>12 1, O>34 — (0,0049) |0, 1>12 0, 1>34

- (07 0049) ‘L O>12 ‘L O>34 + ‘19\1/+>1234 )

_ FEstagao da Alice .
|\Ij >1234 ' (0,9604) [1,0),,[1,0)5, —(0,0049) [0, 1), [1,0),

+ (Oa 0049) ‘1’ O>12 ‘O’ 1>34 + ‘19‘11_>1234 ’

mostrando a quebra da relacao univoca entre as fotodetecgoes e os estados de Bell presentes

na Tab. 5.1, para o caso ideal. Uma anélise similar pode ser feita para [®*),,,,.

5.5 Comentarios e conclusoes

Neste capitulo apresentamos um protocolo para o teletransporte de um emaranhado do tipo
EPR de estados do campo propagante de zero e um féton. Além de empregar elementos 6p-

ticos lineares, tais como divisores de feixes de placas e fase, nosso aparato também incorpora
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meios Kerr para alcancar 100% de probabilidade de sucesso no caso ideal. Um esquema para
teletransportar um emaranhado similar, empregando somente elementos lineares, foi recen-
temente sugerido nas Refs. [20, 21], mas a probabilidade de sucesso tedrica é de somente
50%. Seguindo as linhas sugeridas na Ref. [20], o teletransporte experimental de um qubit
emaranhado foi recentemente realizado [24] (utilizando somente elementos 6pticos lineares e
com 50% de probabilidade de sucesso). Nesse sentido, ressaltamos que a nao-linearidade Kerr
requerida em nossa proposta pode ser alcancada com a tecnologia disponivel atualmente, dado
a propagagao ultralenta da luz em meios atomicos. Lukin e Imamoglu [30] demonstraram que
uma fase condicional de 7 pode ser alcancada se ambos os pulsos de luz propagam-se com pe-
quenas mas iguais velocidades de grupo em um gas atomico coerentemente preparado, quando
submetido & transparéncia eletromagneticamente induzida [36]. E importante mencionar o
crescente interesse de pesquisa em direcao a nao-linearidade Kerr gigante através da propa-
gacgao ultralenta da luz em meios atomicos frios [30, 37]. Tal atividade encoraja propostas
tedricas como a presente e também o esquema proposto recentemente para o teletransporte
completo de estados de polarizagao de um féton, empregando a nao-linearidade Kerr, que
também requer um deslocamento de fase condicional de 7 [38].

Introduzimos também um método fenomenolégico para computar a influéncia da dissi-
pacao nos meios Kerr, fundamentado na analogia com o tratamento de absorcao de fétons
em divisores de feixe exposto na Ref. [31]. A eficiéncia dos fotodetectores foi também in-
troduzida, bem como a influéncia da dissipacao nas placas de fase, fazendo uso das relacgoes
previamente estabelecidas em [18]. Portanto, um amplo tratamento de erros no dominio da
fisica dos campos propagantes para elementos épticos lineares e nao-lineares foi apresentado,
o que possibilitou que a fidelidade do processo de teletransporte fosse computada (na situagao
particular onde o resultado da medida do tipo Bell realizada por Alice previne Bob da ne-
cessidade de executar transformagcoes unitdrias apropriadas no estado recebido). A estratégia

empregada para a realizagao da medida de Bell é capaz de sondar a ocorréncia de absorcao de
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fétons nos elementos 6pticos dos canais 1 a 4 da Fig. 5.1(a). Essa estratégia combinada com
as usualmente pequenas constantes de dissipacao dos elementos 6pticos resulta em uma alta
fidelidade para o processo de teletransporte (como analisado abaixo).

Para estimar a fidelidade da preparagao do canal quantico [Eq. (5.30)] e do estado tele-
transportado [Eq. (5.35)], assumimos a eficiéncia de detectores de um tnico féton por volta
de 70%, tal que € ~ 0,7. A constante de dissipacao para um divisor de feixes é usualmente
menor que 2% em vidros de BK7, de forma que x ~ 0,98. Considerando pulsos de luz de
energia diminuta cruzando um meio Kerr, o método proposto na Ref. [30] para alcangar um
deslocamento de fase condicional da ordem de 7 permite que a interacao seja mantida por um
perfodo de tempo muito longo sem dissipacao. Por isso, para um meio Kerr, composto por
um gds frio de d4tomos, a constante de dissipagao deve ser também muito pequena e, como ex-
emplo, assumiremos o mesmo valor dos divisores de feixes, de forma que 1 ~ 0,98. Com essas
consideragoes, obtemos para a fidelidade do canal quantico nao ideal F = 0,92. A fidelidade
F do estado teletransportado, dada pela Eq. (5.35), é representada graficamente na Fig. 5.3
como fungao dos pardmetros v e A que definem os coeficientes C; = cos(y) e Cy = sin(y)e*
(do estado original |€2),, = C; |0), |1), +C2|1),]0),). Como é evidente na Fig. 5.3, a fidelidade
do estado teletransportado para v = 0(w), quando Q)12 = |0), |1),(—|0), |1),), é menor que
para v = 7/2, quando [2)12 = |1), |0),. De fato, quando o féton passa pelo modo 2 (y = 0,7),
este cruza o meio Kerr K M, introduzindo erros no processo, que nao ocorrem quando o féton
passa pelo modo 1 (v = 7/2). Por outro lado, para um estado de superposicao , i.e., v # 0,7,
notamos que o fator de fase e desempenha um papel importante na fidelidade. Paray = /4,
quando o estado do féton a ser teletransportado tem igual probabilidade de cruzar os modos
1 e 2, um processo de interferéncia ocorre no BSs e, dependendo do fator de fase e, obtemos
diferentes valores para a fidelidade F. Isto é devido ao fato que a funcao F fornece a fidelidade

do estado teletransportado associado com a medida de Alice do estado de Bell |¥T) e

1234

o fator de fase e”* leva a diferentes probabilidades de medida do estado |0), [1),|1);]0), as-
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sociado com |¥*),,.,. Como mostrado na secao 5.4.1, os erros introduzidos pelos elementos
Opticos misturam os estados de Bell associados com cada possibilidade de fotodetecgao e a

probabilidade de medir cada estado de Bell ird depender de .

0.981
0.9751
0.971

0.965 4

Figura 5.3. Fidelidade F do estado teletransportado (associado com a medida de Alice
do estado |0), |1),(1)5]0),), expressa na Eq. (5.35), como funcdo dos pardmetros 7y
e A definindo os coeficientes C; = cos(y) e Oy = sin(y)e?* do estado original (a ser

teletransportado) |2),, = C1|0), |1), + C2 |1), |0),.

Dos valores fixados acima, para a eficiéncia dos fotodetectores e a probabilidade de nao-
absorcao nos divisores de feixes e meios Kerr, podemos também estimar a probabilidade
Poiio = N 2% de detecgao do estado de saida |0), |1),]1),]0), na estagdo de Alice. Quando

consideramos C; = Cy = 1/ V2, a probabilidade P10, que no caso ideal é 0,25, torna-se
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aproximadamente 0,11. Para a eficiéncia dos detectores igual & unidade, obtemos Pgi19 =
N2 0,22. Note que o fator €2, que reduz o valor da probabilidade P19 de 0,22 para 0,11
surge da necessidade de detectarmos ambos os fétons nos canais 2 e 3.

Em adicao aos erros acima mencionados — erros originados da absor¢ao nos divisores de
feixes, meios Kerr e placas de fase — hé outros mecanismos de erros experimentais que podem
ser importantes. De fato, a interferéncia de dois modos em um divisor de feixes nunca tem
um casamento de fase perfeito (phase matching) e os efeitos decorrentes podem ser discutidos
a luz da teoria de multi-modos [39, 40]. Além disso, temos que levar em conta o fato de nao
existir fontes de um tnico féton perfeitas. O método usualmente citado na literatura para a
geracao de um tnico féton, a fluorescéncia paramétrica, apenas aproxima-se de uma fonte de
um unico féton [41]. A interagdo entre dois pulsos de luz cruzando um meio Kerr pode estar

também sujeita a erros devido a flutuagoes dos parametros fisicos associados.
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Capitulo 6

Comentarios Finais e Perspectivas

Futuras

Parte desta tese centra-se em um dos principais pontos sob investigacao na literatura cientifica,
referente a4 Teoria da Medida Quéntica e & Teoria da Informagao Quéantica, que diz respeito
a avaliacao das condicoes de possibilidades para a implementacao de propostas ligadas a pro-
cessos quanticos de comunicacao e computagao; sendo a realizacao pratica de tais propostas
limitada pelo fenémeno da decoeréncia.

Tendo em vista esse contexto, introduzimos abordagens fenomenolégicas capazes de tratar,
de forma direta e concisa, ruidos introduzidos no dominio de fons aprisionados e campos pro-
pagantes. Essas abordagens nos permitiram estimar a fidelidade dos processos de engenharia
de estados vibracionais de fons aprisionados e de teletransporte de um estado emaranhado do
campo propagante. A dificuldade do tratamento de erros em tais processos reside no fato dos
mesmos requererem varios passos da interagao radiagao-matéria, tornando o cédlculo de suas
respectivas fidelidades, via técnicas padroes ab initio, uma tarefa ardua.

Apresentamos no capitulo 2 um esquema para a engenharia de estados vibracionais arbi-

trarios de fons aprisionados na situacao em que consideramos flutuacoes na intensidade dos
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pulsos laser requeridos. Empregamos a técnica de escultura de estados quénticos conjugada
a abordagem de operadores fenomenolégicos. Mostramos como esculpir um estado de movi-
mento arbitrario a partir do estado de movimento inicial coerente e computamos a fidelidade
do processo na presenca de ruidos. O fato de partirmos de um estado de movimento previa-
mente preparado faz com que o nimero de passos necessarios para o processo de engenharia
do estado desejado seja a metade daqueles necessdrios se partissemos do estado fundamental.

Utilizando um tratamento fenomenoldgico, introduzimos no capitulo 5 um protocolo para o
teletransporte de estados emaranhados de zero e um féton do campo propagante na presenca de
ruido. Empregamos elementos 6pticos lineares e nao-lineares para obter 100% de probabilidade
de sucesso no caso ideal. No caso real, a fotoabsorcao nestes elementos épticos limita a
fidelidade do processo. Nesse sentido, adotamos uma estratégia para a realizacao da medida
de Bell que possibilita sondar o processo de fotoabsorcao. Tal estratégia, combinada com as
constantes de absorcao usualmente pequenas que caracterizam os elementos 6pticos, resulta em
uma alta fidelidade para o processo de teletransporte. Contudo, mostramos que a medida de
Bell nao pode ser realizada com fidelidade unitdria mesmo quando consideramos a estratégia
de sondagem do processo de dissipagao.

A investigagao das fontes de decoeréncia em sistemas quanticos promissores para a im-
plementacao de processamento légico quantico é também um tema importante, visto que em
alguns contextos experimentais as fontes de decoeréncia e seus respectivos pesos ainda nao
estao bem estabelecidos na literatura. Diversos modelos para a decoeréncia em fons aprision-
ados tém sido propostos, com o intuito de explicar o amortecimento das oscilagoes de Rabi
medidas nos experimentos com ?Be*, no NIST. Dessa forma, no capitulo 3, investigamos o
mecanismo de dissipagao e aquecimento associado & polarizagao do gas residual da armadilha,
induzida pelo fon. Fundamentados em uma analogia com a fisica de elétrons sobre superficie
de hélio liquido, mostramos que o amortecimento assimétrico das oscilacoes de Rabi, obser-

vado nos experimentos com ?Be™, é compativel com o fendmeno de polarizacao estudado. A
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dependéncia do amortecimento das oscilagoes de Rabi com o estado vibracional inicial do fon,
constatada experimentalmente, é também predita pelo processo de polarizacao.

O modelo introduzido no capitulo 3 pode ser testado via aumento ou diminui¢ao da pressao
do gés residual da armadilha i6nica. Para além do teste desse modelo, uma perspectiva fu-
tura interessante é a andlise da possibilidade de formacao de quase-particulas em armadilhas
idnicas, o que nao ocorre na interagao com o gas residual devido a sua baixa densidade (aprox-
imadamente 10° part./cm? nos experimentos do NIST). Por outro lado, a introdugao de um
filme de hélio liquido na armadilha, sobre o qual localizar-se-4 o fon em seu movimento vibra-
cional, pode constituir-se em uma forma adequada para a formagao e, principalmente, para
a manipulacao de uma quase-particula. Resultante da interagao entre o fon aprisionado e as
oscilagoes da superficie de hélio, esta quase-particula serd andloga ao riplon (obtido quando,
ao invés do fon, temos um elétron sobre a superficie de hélio). A interagdo do fon com a super-
ficie de hélio pode ser descrita por um Hamiltoniano do tipo Frohlich e a manipulagao dessa
quase-particula dar-se-4 por meio de pulsos laser que promovem interagoes entre os estados
eletronicos e vibracionais do fon. A possibilidade de manipulacao do movimento vibracional
de uma quase-particula em nivel individual, para caracterizéd-la como tal no contexto de ar-
madilhas i6nicas que se coloca atualmente diante das possibilidades de sua realizacao prética.

O desenvolvimento de técnicas experimentais para a manipulacao de um tnico fon apri-
sionado possibilita a investigagao de propriedades da matéria ( que até entao s6 eram acessiveis
como processos coletivos) em nivel de seus constituintes basicos. Nessa diregao, no capitulo 4
descrevemos um experimento para sondar o processo de tunelamento de um fon aprisionado em
um potencial eletromagnético do tipo poco duplo. A evolucao temporal da probabilidade para
a medida fluorescente do estado eletronico fundamental do fon é empregada para caracterizar
o processo de tunelamento de uma tnica particula. Embora o design de uma armadilha do
tipo pogo duplo possa consistir em um consideravel desafio técnico, os principios fundamen-

tais discutidos nessa proposta podem ser implementados via engenharia de interacoes de dois
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modos em armadilhas i6nicas. O acoplamento de estados idnicos de movimento em direcoes
ortogonais pode proporcionar uma dindmica similar & do pogo duplo. Podemos também es-
tender o esquema apresentado no capitulo 4 para a implementagao de processamento l6gico

quantico através da adicao de outro feixe laser.
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Apéndice A

Elementos p,, ,,(t1,12,t3) da Eq. (2.30)

Neste apéndice mostraremos explicitamente os elementos pn,m(h, ta,t3) que aparecem na Eq.

(2.30)

*1
Pam(tista ts) = AP (Aq(g)—l) 8 [1 o8 (29t3)€_2m%3}

X [Angn (12) = B (12)] |14 cos (2081) e 2] (1= 6,,0) (1= dy)

* i3
—AY, (A;?Ll) 68 sin (20t5) e~ 2
xe 292 [~ A, (ty) 4+ B (t2)] €1 sin (2Qt) e 2 (1—dno)
+A7(10_)1 (Agg))* é [1 — cos (2Qt3) e_QmQts}
xe %2 [—Cym (t2) — Dy (t2)] €1 sin (20t4) e 2 (1 — On0)

+A7(-LO_)1 (Ag.g)) Z? sin (2Qt3) 6_2F92t3

xe %2 [Crym1 (t2) + Doy (2)] [1 + cos (20h) e 1| (1 - 6,0)

A (A9L) 6—81‘@3 in (20t) e 23

xeT292 [— A, 1 (ts) + By (t2)] %1 sin (20¢) o2 (1=b,0)
A (A0) é |1+ cos (2015) 2

X [Anyime (f2) — Bayimi (t2)] [1 — cos (2Q1) o2
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—i—Aszj)Ll (A(O)) 5 ’ sin (2Qt5) e 2013
x €22 [Cryy1.m (t2) + Diy1m (t2)] [1 — cos (204;) e 2P0
Afzoil (A(O))* % [1 + cos (2Qt3) e‘2m%3}

xei“"Q [Cn+1’m+1 (tg) + Dn+1,m+1 (tg)] 6_“01 sin (ZQtl) 6_2FQ2t1

—A© (Afg)_l) ' é [1 — cos (20t3) e_QmQt?’}

X €2 (O (t) — Dy (t2)] €791 sin (20t1) e X0 (1 = 6,,)
* i‘Pg

—AD (ATL,) i sin (200) €720

xe %2 [=Cp i1 (t2) + Dnmia (t2)] [1 — cos (20t) e_QmZtl}
« 1

+AY) (Aq(g)) 3 [1 — cos (2Qt3) e—QFQQtS}
X [Apm (2) + Bn m (t2)] [1 — cos (20t) e‘QmZtl}
X [Anmi1 (t2) + Bnmia (t2)] e "1 gin (20t1) o2t
—l—A%O) (Afg)_l) * ie—zsos

x€%2 [Cry1m (t2) — Dyyam (t2)] [1 + cos (20t1) e 2 (1 = 6um,0)

sin (20t3) e~

A(O) (Afﬁil) % [1 + cos (2Qt3) e—QFQZtS}
xe'2 [—Cn+1 ma1 (t2) + Doitma1 (t2)] €91 sin (20) e 270

A(O) A(O) 90 2Tt

( ) S sm( 3)e
X [Ani1m (t2) + Bog1m (t2)] €91 sin (2Q44) e~ 0%
« 1
+ALY (AD) 3 [1 + cos (20t3) e_QmQtS}
X [Ant1,mi1 (t2) + Bogimsr (£2)] [1 + cos (2Qt;) e 2|
onde ¢, p,y, € @3 sao as fases do primeiro pulso carrier, do pulso Jaynes-Cummings e do

segundo pulso carrier, respectivamente. Note que, para I' = 0 obtemos da expressao acima o

resultado esperado sem ruido.
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Apéndice B

Obtencao do Hamiltoniano de

interacao ion aprisionado - gas residual

Neste apéndice, fundamentado em uma analogia com a fisica de elétrons sobre superficie de
hélio liquido [1, 2], mostramos como obter o Hamiltoniano do tipo Frohlich para a interagao fon
- gés residual. Por razbes praticas assumimos que o gds residual (BG) é continuo e assumimos
também uma simetria cilindrica para o sistema fon-BG, como esquematizados na Fig. B-1.
Consideramos que o fon oscila na diregao = e estd a distdncia z da origem do sistema de
coordenadas que é fixado no centro da nuvem de polarizacao do BG localizada no plano zy.
Esta distancia z (que contribui para o pardmetro de interagao Vj) é assumida aqui como uma
distancia média entre o fon e os d&tomos que constituem o BG. Como mencionado no capitulo 3,
o fon é perturbado pelas oscilagdes da nuvem de polarizacao do BG, cuja rugosidade dindmica
—
serd descrita por & (7"’ ) (como mostrado na Fig. B-1)

A energia potencial do fon devido a polarizacao do BG é

2 ¢(v 1
u<7,z)=—ﬁ/d27/< >dz’ . (B.1)
2 —0o0 — —>2 2
{r’—r —l—(z’—z)]
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—
/

Substituindo as varidveis z — ¢ ( ) =( 2Z-¢ (7" ) = (', e definindo A /7 = ype? /2, podemos

escrever a energia potencial como

U(T,2) = U(T,2)+Uy (T, 2)

Y
—>
7’

U2 = “/dﬁ/§ o _7*!21 (€ —OQT’
Uy (F,2) = ——/d2 /dg{ i(g’gfr

—
Assumindo que a rugosidade dindmica das oscilagoes da nuvem de polarizagao do BG, & (7"’ ) —

¢(7) & pequena e expandindo ¢ (7) e ¢ (7) em séries de Fourier obtemos
—
() -
2
+ (2" — 2)2}
2'=0

_ A Soe(w)erT / EX /cﬂeim
VIS P2+’ Sy

o .. - = o ~ N
onde S é a drea da superficie do BG no plano zy e A = ' — r’. Apés a integracao sobre A

obtemos a energia potencial perturbada

O] o

onde K; (kz) é a funcao de Bessel modificada. Neste ponto podemos quantizar a varidvel

—
dindmica & ( k‘) como segue [1]:

1S (?) =Cy (a? + aT_?) , (B.5)

—
onde Cp = 5 ??) e w ( kz) representa a relacao de dispersao para os modos do BG.
pw

Definindo o parametro de acoplamento

V_AC
k_Z\/_

2K (k)|
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obtemos finalmente a energia potencial idnica quantizada devido a interagao com o BG, dada
por
UT, )= Ve (a? —l—aT_?) T LU (T, 2),
®
considerando somente uma dimensdo, este resultado leva ao Hamiltoniano (3.39). U (77, 2)

faz o papel de uma energia de referéncia.

Figura B-1. Representacao esquematica da interacao fon-BG.
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Apéndice C

Método de fracoes continuadas e
transfomada de Laplace para a solucao

de equacoes diferenciais acopladas

Neste apéndice mostraremos a técnica utilizada para obter a solucao do sistema infinito de
equagoes diferenciais acopladas (3.70a)-(3.70b) através do método de fragdes continuadas e
transformadas de Laplace [1].

Comegamos reescrevendo o sistema (3.70a)-(3.70b) como a equagao matricial

U (8) = Clby () + Datbyy () + Buth 1 (£, 1> 0 (C.1)

onde v, (t) é o vetor definido por

. , .
e as matrizes C], D,, e I, sao dadas por
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0 —29 —(n—1/2)T

00 O
Dy=10 0 29 |, (C4)
00 O
n2 Ty, 0 0
E,=1 0 nTa, 0 : (C.5)
ng —ng n(n—1)ny,

Assumiremos a seguinte solugao da Eq. (C.1)

¥, (1) = Z Grm () ¥, (0) (C.6)

onde G, (1) sdo matrizes 3 x 3 com a restrigao

Grm (0) =10, .

sendo 1 a matriz unitdria 3 x 3. As condigoes iniciais do problema estao contidas em v, (0)

que depende do estado inicial de movimento do fon. Substituindo (C.6) em (C.1) obtemos

Gum (t) = CLGpm (t) + DyGry1m (1) + EnGr1m (1) (C.7)

Tomando a transformada de Laplace da Eq. (C.7) temos

Cnén,m (3) + Dnén—l—l,m (3) + Enén—l,m (3) = _6n,m7 (C8)
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onde C,, = C) — s, e s representa a varidvel da transformada de Laplace. Vamos truncar

o sistema infinito de equagoes algébricas dado pela relagdo de recorréncia (C.8) apés o N-

ésimo termo, i.e., desprezaremos os termos em que n > N + 1, entao este sistema torna-se

explicitamente

C()é()’m (8) + D()él,m (8) =0

Clél,m (8) + Dlégjm (8) + Elé(),m (8) =0

C(m—lém—l,m (3) + Dm—lém,m (3) + Em—lém—Q,m (3) = 0
Cmém,m (3) + Dmém—l—l,m (3) + Emém—l,m (3) = -1

Cm—l—lém—i—l,m (3) + Dmém—l—Q,m (3) + Em—f—lém,m (3) = 0

CN—léN—l,m (s) + DN—léN,m (s) + EN—léN—z,m (s) =0

CNéN,m (s) + ENGN_Lm (s) = 0.
Para resolver este sistema definimos as relacoes

G(n:I:l,m (3) = S;Ltqzlénqil,m (3) ’

onde

(C.10)

(C.11)

Expressando G y_1,, (s) em termos de Gy_2,m (s) com o auxilio das relaces (C.10), segue

que

B En_y
Cn_1+ DN—lsf\L;_l

éN—l,m (8) = éN—2,m (3) )
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de onde obtemos

S+ _ EN—l
N2 Cn—14+ Dn-1Sy_,
Ey 1
= — : C.13
o Dy 1ENn ( )
N-1 O
Procedendo da mesma forma até n = m, segue que
E
St =— mil : (C.14)
C L — Dm+1Em+2
m—+ D E
Cm+2 _ m—+24Lm+43
Chss — :
3 B Dy _oEN 4
Dy 1ENx
Orn 4 — ZNZ1EN
N-1 O
Dessa forma o limite N — oo resulta na fracao continuada infinita
S:_l _ Em—l—l‘ . Dm+1Em+2‘ . Dm+2Em+3‘ . (C15)
|Crt1 | Chio | Chss

Podemos proceder da mesma forma expressando Gy, (s) em termos de G, (s), e da

mesma forma até n = m obtendo a seguinte fracao continuada finita

— Dm—l
S- = - I (C.16)
meh E, 2D,
Cm—2 _ m—2 3
Cm—?) E2D1
B FE\D
Ci — lc °
0

Finalmente, da equagao que contém a nao homogeneidade (n = m) do sistema (C.9) temos

(Con + DSt + ESi) G (5)

I
|
—_

, (C.17)

onde usamos Guisim (5) = St Gmm () € Guorm (s) = S Assim através desta

|
Q
3
3
=

equacao podemos calcular émm (s) como

~ 1
G ) = =6 5 D,055 + Bus

(C.18)
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Para calcular os elementos G, (s) com n # m usamos as relacao (C.10) como segue

onde

| Srt1Sm42 S for 0<n<m
Assim, podemos obter via transformada de Laplace inversa as matrizes Gy, ., (t) ( a transfor-
mada inversa das matrizes G, ,,, (s) é calculada numericamente).

Para os propdsitos do capitulo 3 estamos interessados em obter a dindmica de Qg (t) =

(0.(t)), dessa forma de (C.2) e (C.6) temos

=3 [(Com ()21 P (0) + (G ()53 Qun (0) + (G (1) Ren (0)]  (C.19)

m=0
Para o estado inicial do fon |n =0, |) temos as seguintes condicoes iniciais P, (0) = 6,0,

9, (0) = 3,0 € Ry, (0) = 0 que resultam em

Qo (t) = (Goo (t))yy — (Goo )y,
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Apéndice D

Trabalhos Realizados
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