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開放量子系

2

quantum many-body system
external periodic driving

dissipation to environment



今日の講演で話すこと
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開放量子系の最近の進展（開放量子多体系）


開放系のダイナミクスを記述する基礎方程式について


いくつかの理論的結果（私自身の研究）



冷却原子系
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冷却原子系 

以下の特長を持つ量子多体系
• 高い制御性 
相互作用の調整が可能 

量子統計性 (boson, fermion) 

空間次元


• 高い分解能 
単一サイトレベルでの実時間ダイナミ
クスの観測


• 高い孤立性 

孤立量子系の熱平衡化の観測
Trotzky et al., Nat. Phys. 8, 325 (2012)

単一サイトの可視化・操作
Witenberg et al., Nature 471, 319 (2011)

量子多体系の制御を考えていく上で
最適のプラットフォーム



散逸によって相転移を起こす
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散逸による量子系の制御（散逸エンジニアリング）

高い孤立性  制御された散逸の導入→

T. Tomita, S. Nakajima, I. Danshita, Y. Takasu, and Y. Takahashi, Sci. Adv. 3, e1701513 (2017)

散逸による量子相転移強さを調整可能な散逸の導入



多体系と散逸
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従来の開放系の研究：小さな量子系 ＋ 環境系

現在のターゲット：量子多体系 ＋ 環境系

着目系内の相互作用と環境による散逸の相乗効果

非自明なダイナミクスの例

実験： Bose-Hubbard + near-resonant laser & dissipation

Bouganne et al., Nat. Phys. 16, 21 (2020)

散逸のみ：指数的な緩和
散逸 + 相互作用：冪的な緩和



制御可能な散逸
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冷却原子実験：制御性の高い孤立量子多体系を実現

外部から操作を加えることで散逸を導入

制御性の高い開放量子多体系が実現

散逸はブラックボックスではない

散逸を理論的にきちんと取り扱う必要

興味深い定常状態・ダイナミクス



統計物理学としての目標
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散逸をともなう量子多体系のダイナミクスを記述する
基礎方程式をミクロな出発点から導くこと


得られた基礎方程式の性質を解明すること



開放量子系の基礎方程式
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設定：系＋熱浴モデル
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着目系と熱浴（環境）を合わせてHamilton系として扱う

ĤT = ĤS + ĤB + ĤI

全系の状態：密度行列 ρT(t)

d
dt

ρT(t) = − i[ĤT, ρT(t)]

時間発展：Liouville-von Neumann方程式

物理量の期待値
⟨Ô(t)⟩ = Tr [ÔρT(t)]



縮約密度行列
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興味のある物理量：着目系のみに作用する演算子

Ô = ÔS ⊗ ̂IB ⟨Ô(t)⟩ = Tr [ÔρT(t)] = TrS [ÔSρS(t)]

ρS(t) = TrB ρT(t) 縮約密度行列

密度行列  のすべての情報は不要ρT(t)

縮約密度行列 の運動さえわかればよいρS(t)



開放系のダイナミクスの一般的性質
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d
dt

ρT(t) = − i[ĤT, ρT(t)] ρT(t) = e−iĤTtρT(0)eiĤTt

ρS(t) = TrB ρT(t) = TrB [e−iĤTtρT(0)eiĤTt]
初期時刻では着目系と熱浴が独立 ρT(0) = ρS(0) ⊗ ρB

ρS(t) = TrB [e−iĤTt (ρS(0) ⊗ ρB) eiĤTt] =: 𝒰tρs(0)

の性質𝒰t

連続性 


トレース保存 


完全正値性　

lim
t→+0

𝒰t = 1

TrS [𝒰tρS(0)] = TrSρS(0) = 1

(𝒰t ⊗ ̂IS′￼) ρS,S′￼≥ 0 ∀ρS,S′￼≥ 0



マルコフ過程：量子力学的半群
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一般には 𝒰t ∘ 𝒰s ≠ 𝒰t+s t, s > 0

適切な物理的状況（後述）では近似的に半群の性質を持つ

𝒰t ∘ 𝒰s = 𝒰t+s

「量子力学的半群」：物理的にはマルコフ過程だということ

初期状態についての仮定 が時刻 で成り立つとは限らないためρT(0) = ρS(0) ⊗ ρB s > 0



マルコフ過程：Lindblad型の量子マスター方程式
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量子力学的半群が  の満たす性質を備えているとする𝒰t

連続性 


トレース保存 


完全正値性　

lim
t→+0

𝒰t = 1

TrS [𝒰tρS(0)] = TrSρS(0) = 1

(𝒰t ⊗ ̂IS′￼) ρS,S′￼≥ 0 ∀ρS,S′￼≥ 0

定理： の生成子 は以下の形のものに限られる𝒰t = exp(ℒt) ℒ

ℒρS = − i[Ĝ, ρS] + ∑
k

(L̂kρSL̂†
k −

1
2

{L̂†
kL̂k, ρS}) Ĝ = Ĝ†

Lindblad型 (GKSL型)の量子マスター方程式d
dt

ρS(t) = ℒρS(t)

G. Lindblad (1976); V. Gorini, A. Kossakowski, E. C. G. Sudarshan (1976)



Lindblad型の方程式の例
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現象論的に式を組み立ててみる
演算子 は散逸を受けたときに着目系がどのような
状態変化を受けるかを記述（ジャンプ演算子）

L̂k

例：光子場中の二準位原子

ε
| ↓ ⟩

| ↑ ⟩
ĤS =

ε
2

̂σz

光子を吸収して励起状態に遷移 L̂1 = γ+ ̂σ+

光子を放出して基底状態に落ちる L̂2 = γ− ̂σ−

詳細釣り合い
γ+

γ−
= e−βε

d
dt

ρS = − i[ĤS, ρS] + γ+ ( ̂σ+ρS ̂σ− −
1
2

{ ̂σ− ̂σ+, ρS}) + γ− ( ̂σ−ρS ̂σ+ −
1
2

{ ̂σ+ ̂σ−, ρS})



二つの相互作用する二準位原子
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ε ⊗ ĤS =
ε
2

( ̂σz
1 + ̂σz

2) + J ̂σz
1 ̂σz

2

L̂1 = γ+ ̂σ+
1 L̂2 = γ− ̂σ−

1 L̂3 = γ+ ̂σ+
2 L̂4 = γ− ̂σ−

2

d
dt

ρS = − i[ĤS, ρS] + γ+ ( ̂σ+
1 ρS ̂σ−

1 −
1
2

{ ̂σ−
1 ̂σ+

1 , ρS}) + γ− ( ̂σ−
1 ρS ̂σ+

1 −
1
2

{ ̂σ+
1 ̂σ−

1 , ρS})
+γ+ ( ̂σ+

2 ρS ̂σ−
2 −

1
2

{ ̂σ−
2 ̂σ+

2 , ρS}) + γ− ( ̂σ−
2 ρS ̂σ+

2 −
1
2

{ ̂σ+
2 ̂σ−

2 , ρS})
このようなLindblad方程式はよく用いられるがミクロに正しい
式とはいえない c.f. 久保、戸田、橋爪、「統計物理学」

詳細釣り合い条件を満たさず正しい定常分布に緩和しない



Lindblad型の量子マスター方程式の導出
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教科書に見られる導出の大まかな流れ
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全系の時間発展から熱浴の自由度を消去

熱浴の運動の時間スケールが散逸の働く時間スケールよりも
十分速いと仮定：Born-Markov近似 Redfield方程式

着目系の運動の時間スケールが散逸の働く時間スケールよりも
十分速いと仮定：回転波近似 Davies方程式（Lindblad型）

ρS(t) = TrB ρT(t) = TrB [e−iĤTtρS(0) ⊗ ρeq
B eiĤTt]



Born-Markov近似
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Born近似 ρT(t) ≈ ρS(t) ⊗ ρeq
B

ρS(t) = TrB ρT(t) = TrB [e−iĤTtρS(0) ⊗ ρeq
B eiĤTt]

ρ(I)
S (t) = ρS(0) − i∫

t

0
dt′￼TrB ([ĤI(t′￼), ρS(0) ⊗ ρeq

B ]) − ∫
t

0
dt′￼∫

t

0
dt′￼′￼TrB ([ĤI(t′￼), [ĤI(t′￼′￼), ρ(I)

T (t′￼′￼)]])
相互作用表示

TrB[ĤI(t)ρ
eq
B ] = 0 ≈ ρ(I)

S (t′￼′￼) ⊗ ρeq
B

d
dt

ρ(I)
S (t) = − ∫

t

0
dt′￼TrB ([ĤI(t), [ĤI(t − t′￼), ρ(I)

S (t − t′￼) ⊗ ρeq
B ]])

Markov近似 ρ(I)
S (t − t′￼) → ρ(I)

S (t), ∫
t

0
→ ∫

∞

0

d
dt

ρS(t) = − i[ĤS, ρS(t)] − ∫
∞

0
dt′￼TrB ([ĤI, [ĤI(−t′￼), ρS(t) ⊗ ρeq

B ]])
Schrödinger表示に戻る

Redfield方程式

熱浴の時間相関関数 相関時間τB
散逸の時間スケールτR ≫ τB

程度の時間内で はほとんど
変化しない
τB ρ(I)

S (t)

についての展開の最低次を残す近似
τB

τR



回転波近似
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着目系の最も遅い時間スケール τS τS ≪ τR

物理的には着目系と熱浴の間の相互作用が弱い極限に相当
Redfield方程式 Davies方程式→

例：二準位原子がボソン熱浴（光子場）と相互作用

ε

Davies方程式

ĤS =
ε
2

̂σz ĤB = ∑
k

ωkb̂†
kb̂k ĤI = ̂σx ⊗ ∑

k

gk(b̂k + b̂†
k)

d
dt

ρS = − i[ĤS + Δω ̂σz, ρS] + γ+ ( ̂σ+ρS ̂σ− −
1
2

{ ̂σ− ̂σ+, ρS}) + γ− ( ̂σ−ρS ̂σ+ −
1
2

{ ̂σ+ ̂σ−, ρS})
Lambシフト

γ+

γ−
= e−βε現象論的な方程式を再現



回転波近似の問題点
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回転波近似は多体系には一般には適用できない
着目系の最も遅い時間スケール τS τS ≪ τR

自由度 の多体系N ≫ 1

τS ∼
1

δE
：ハミルトニアンのエネルギー準位間隔δE

δE = e−O(N) τS = eO(N)

を満足させるためには着目系と熱浴の結合定数 を
に選ぶ必要がある

τS ≪ τR λ
λ = e−O(N)

熱力学的極限ではこの条件は満たされない
多体系にDavies方程式を適用すると非物理的な結果が生じる
H. Wichterich, M. J. Henrich, H.-P. Breuer, J. Gemmer, and M. Michel, PRA (2007) 



回転波近似を用いない導出
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回転波近似を用いずにLindblad型の方程式を導出する方法が
これまで色々と提案されてきた

時間粗視化の方法

完全正値性を破る寄与を無視

部分系に対する局所的回転波近似 サイト間の相互作用が弱い必要あり

高温でのみ良い近似

H. Wichterich, M. J. Henrich, H.-P. Breuer, J. Gemmer, and M. Michel, PRA (2007) 

C. Gneiting, PRB (2020)

T. Becker, L.-N. Wu, and A. Eckardt (2021)

G. Shaller and T. Brandes, PRA (2008)

B. Vacchini, PRL (2000) F. Nathan and M. S. Rudner, PRB (2020)

Born-Markov近似の条件 だけでよいτB ≪ τR



時間粗視化の方法
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Born-Markov近似：τB ≪ τR

τB ≪ Δt ≪ τR

よりも遅い運動だけに着目するΔt
よりも速い運動については勝手にいじってもよいΔt

方程式を で時間平均（狭義の粗視化）Δt
Lindblad型の方程式が得られるが非常に複雑（ 個のジャンプ演算子 ）eO(N) L̂k

もう少し賢いいじり方（広義の粗視化）
シンプルなLindblad型の方程式


（ジャンプ演算子の数は相互作用の数 と一致）n

ĤI =
n

∑
k=1

̂Ak ⊗ B̂k → L̂1, …, L̂n

B. Vacchini, PRL (2000); G. Schaller and T. Brandes (2008)

F. Nathan and M. S. Rudner (2020)

中間の時間スケール を設定Δt



補足
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量子マスター方程式の局所性
K. Shiraishi, M. Nakagawa, TM, and M. Ueda, arXiv:2404.14067

Lieb-Robinson限界を用いた解析：ジャンプ演算子の局所性
ジャンプ演算子を完全に局所化 数値計算上の利点→

強結合系のLindblad型量子マスター方程式
TM, arXiv:2404.10195

特異結合極限：定常状態は温度無限大
特異結合極限に周期外場による駆動を組み合わせることで非自明な定常状
態を持つLindblad型の方程式

熱力学的極限におけるBorn-Markov近似の妥当性

P. F. Palmer, J. Math. Phys. (1977)

T. Ikeuchi and TM, in progress
熱力学的極限においてBorn-Markov近似の誤差を厳密に評価
局所物理量の時間発展を考える限り、熱力学的極限でも ならOKτB ≪ τR

広がり 程度vτB



開放量子多体系のダイナミクスについ
ての最近の結果
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リンドブラディアンの固有値分解
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ℒρn = λnρn 0 = λ0 > Re λ1 ≥ Re λ2 ≥ Re λ3 ≥ …

ρ(t) = ρ0 + ∑
n≥1

Cneλntρn

： 番目の固有モードの減衰率|Re λn | = − Re λn n

リウビリアンギャップ　 ：最小の減衰率g = |Re λ1 |

緩和時間

ρ(t) − ρ0 ∼ C1eλ1tρ1 (t → ∞)

τrel ≲ 1/g

ℒρ = − i[Ĥ, ρ] + ∑
k

(L̂kρL̂†
k −

1
2

{L̂†
kL̂k, ρ}) リンドブラディアン


リウビリアン



緩和の遅れと散逸の加速
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：リウビリアンギャップg

緩和の遅れ（境界散逸系 or 局所保存量を持つバルク散逸系）τrel ≫ 1/g

散逸の加速（バルク散逸系）

境界散逸系 バルク散逸系

LiLi−1 Li+1

1次元多体系 g ∼
1
N

, τrel ∼ N2 ≫ 1/g

1次元1粒子系 g ∼ 1, τrel ∼ N ≫ 1/g

TM and T. Shirai, PRL (2020)

T. Haga, M. Nakagawa, R. Hamazaki, 
and M. Ueda, PRL (2021)

∥Ô(t)∥F ∼ e− ∫t
0 κ(t′￼)dt′￼, κ(t) ∼ γt  (1次元系) T. Shirai and TM, PRL (2024)

lim
γ→+0

lim
N→∞

g > 0 ↔ lim
N→∞

lim
γ→+0

g = 0 TM, PRB (2024)

τrel ≲ 1/g

：散逸の強さγ
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境界散逸系における緩和の遅れの例
M. Znidaric, PRE (2015)

staggered XXZ spin chain with boundary dephasing

Ĥ =
L

∑
i=1

( ̂σx
i ̂σx

i+1 + ̂σy
i ̂σy

i+1 + Δ ̂σz
i ̂σz

i+1) +
L

∑
i=1

bi ̂σz
i

bi = (−1, −
1
2

,0, − 1, −
1
2

,0,…)L̂1 L̂2

Ĥ

L̂1 = γ ̂σz
1, L̂2 = γ ̂σz

L

MARKO ŽNIDARIČ PHYSICAL REVIEW E 92, 042143 (2015)
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FIG. 16. (Color online) The gap g for the staggered XXZ chain
with boundary dephasing (γ = 1) in the one-particle sector. Dashed
black lines are Eq. (22), having asymptotic decay ∼1/L3.

E. Fast boundary-driven relaxation

So far in all models studied the gap was ∼1/L3 or smaller.
On the other hand, the Lieb-Robinson argument puts a larger
upper bound on the gap of ∼1/L. One can wonder whether
this upper bound can be saturated. We are going to demonstrate
that there are models with g ∼ 1/L. To achieve that we are
going to take chaotic models with boundary driving.

1. Staggered XXZ with boundary dephasing

We are first going to consider the XXZ chain in a staggered
magnetic field,

H =
L−1∑

j=1

σ x
j σ x

j+1 + σ
y
j σ

y
j+1 + #σ z

j σ z
j+1 +

L∑

j=1

bjσ
z
j , (26)

with staggered field having a period of three sites, bj =
(−1,− 1

2 ,0,−1,− 1
2 ,0, . . .), for which the Hamiltonian is quan-

tum chaotic [58] and shows diffusive magnetization trans-
port [59]. Dissipation will be dephasing on the first and the
last site. Similarly, as in other models, z and r are conserved
and one can look at the gap in each r-particle sector with z = 0.

In the one-particle sector the staggered field has no
influence on the asymptotic gap and Eq. (22), with scaling
∼1/L3 describes asymptotic g well, see Fig. 16.

In the half-filling sector we are first going to evaluate
perturbation theory for small γ . The procedure is exactly the
same as for the XXZ model without the field—one has to
calculate the largest nonzero eigenvalue c1 of the matrix R
written in Eq. (20) using eigenstates of the staggered XXZ
chain—with the gap then being given by g ≈ γ c1. Results
are in Fig. 17. For # < 1 eigenvalue c1 scales as ∼ 1/L,
while for # > 1 (data not shown) it is exponentially small in
L. From Fig. 17(b) we also see that the validity of small-γ
approximation shrinks with growing L.

For nonsmall γ we numerically calculated gaps in the half-
filling sector, see Fig. 18. Besides exact diagonalization we
also used tDMRG to obtain the gap, observing relaxation of
tr(ρ(t)σ x

L/2σ
x
L/2+1); however, the required matrix dimension

increases with L rapidly and one cannot go to large system

 0.1
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∆=0.5
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FIG. 17. (Color online) Staggered XXZ chain with # = 0.5 and
weak boundary dephasing. (a) The largest nonzero eigenvalue of R,
Eq. (20), determining the gap for small γ . Asymptotic behavior (full
line) is ≈3.5/L. (b) With increasing size the convergence radius γc

up to which perturbation theory holds decreases.

sizes. We see that for # ! 1 the gap scales as ∼1/L, which
is different than without the staggered field, when it is ∼1/L3

[Fig. 13(b)]. For # > 1 though the gap is exponentially small,
the same as without the staggered field. Explanation is again
in terms of localized modes. In the gapless phase the smallest
gap is from the one-particle sector, in the gapped phase it is
from the half-filling sector. The global gap therefore scales as
∼1/L3 for # ! 1 and as ∼exp(−αL) in the gapped phase.

The fact that the gap remains ∼1/L3 in the one-particle
sector despite chaoticity is not surprising. What is interesting
and puzzling is that in the half-filling sector and for # ! 1
the gap looks ∼1/L (at least for the sizes available, Fig. 18),
despite chaoticity and diffusive transport. We do not un-
derstand at present how such fast relaxation is compatible
with diffusion; we note, though, that relaxation towards the
steady state and transport properties of the steady state are, in
principle, two separate properties.

2. Magnetization-driven staggered XXZ

It could be that the above fast relaxation is due to
conservation of r . We therefore take the same XXZ chain
with staggered field as above, Eq. (26), but this time with
boundary magnetization driving of Eq. (23) instead of with

 0.01
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FIG. 18. (Color online) The gap g for the staggered XXZ chain
with boundary dephasing (γ = 1) in the half-filled sector. The full
black line in the main plot is 1/L; in the inset it is ∝exp(−1.5L). Full
symbols are obtained by exact diagonalization, empty with tDMRG.

042143-12

コメント：緩和の遅れはバルクに保存量が
ある開放量子多体系で一般的に生じる。 
ただし緩和の遅れが出ないケースもある。

τrel ∼ L2 ≫ 1/g ∼ L



緩和の遅れの機構
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リンドブラディアンは非エルミート ℒ ≠ ℒ†

右固有ベクトルと左固有ベクトルが異なる

番目の固有モードの緩和時間n

左右の固有ベクトルがマクロに乖離することによって
緩和の遅れが生じる

ℒρn = λnρn

χ†
nℒ = λn χ†

n (ℒ†χn = λ*n χn)

|Cn |e−|Re λn|t ≪ 1 τn ∼
ln |Cn |
|Re λn |

規格化
∥ρn∥tr = 1, ∥χn∥op = 1

|Cn | ≤
1

|Tr [χ†
n ρn] |

Tr [χ†
n ρn] ≪ 1 → τn ≫ 1/ |Re λn |

TM and T. Shirai, PRL (2020)

ρ(t) = ρ0 + ∑
n

Cneλntρn



古典マルコフ過程：準安定状態
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緩和の遅れは量子系に限らない：古典確率過程

EB
g

g

 particlesN− = N − N+

 particlesN+

二つの谷からなるポテンシャル中の 粒子系N
同じ谷の粒子間には引力相互作用が働く

H(N+) = N+ε −
J
N [ N+(N+ − 1)

2
+

N−(N− − 1)
2 ]

各粒子が別の谷に確率的に遷移
Arrhenius則

WN+→N+−1e−βH(N+) = WN+−1→N+
e−βH(N+−1)

遅い緩和（準安定状態）：ΔE ↗

WN+→N+−1 ∝ e−βΔE ΔE = EB + J
N+ − 1

N

詳細釣り合い

：  （ は遷移確率行列のギャップ）


： （緩和の遅れ）
EB ↗ τ ∼ 1/g g

J ↗ τ ≫ 1/g TM, Phys. Rev. Res. (2021)

J
J



散逸の加速の機構
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弱いバルク散逸 + 演算子拡散
まず散逸がないユニタリ時間発展における演算子拡散から

（平均）演算子サイズ

t = 0

t

𝒮[Ô] Ô = ̂σz
i + ̂σx

i+3 → 𝒮[Ô] = 1
Ô = ̂σz

i ̂σx
i+3 → 𝒮[Ô] = 2

Ô = 2 ̂σz
i + ̂σx

i ̂σy
i+1 → 𝒮[Ô] =

4
5

× 1 +
1
5

× 2 =
6
5

Ô(t) = eiĤtÔe−iĤt

1次元系の演算子拡散：𝒮[Ô(t)] ∼ vt

OTOCを使って書ける
量子カオスの指標

𝒮[Ô(t)] =
1

8∥Ô∥2
F

N

∑
i=1

∑
α=x,y,z

Tr ([Ô(t), ̂σα
i ]†[Ô(t), ̂σα

i ])



散逸の加速
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弱いバルク散逸を加える

バルク散逸のもとではサイズの大きい演算子ほど速く緩和する
γ γ γ γ γ γ γ γ γ decay

Ôi → e−γΔt

Ôi−1ÔiÔi+1 → e−3γΔt

Ôi−2Ôi−1ÔiÔi+1Ôi+2 → e−5γΔt

t = 0

t

∥Ôi∥F =
1
D

Tr [Ô†
i Ôi] ∥Ôi(t)∥F ∼ e− ∫t

0 κ(t′￼)dt′￼

κ(t) ∼ γvt (t ≲ 1/γ)
∼ v (t ≳ 1/γ, L ≫ 1/γ)

∼ e−γvt2

T. Shirai and TM, PRL (2024)

Tr [Ôiρss] = 0



リウビリアンギャップの不連続性
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κ(t) ∼ v (t ≳ 1/γ, L ≫ 1/γ)

リウビリアンギャップ： g = lim
t→∞

κ(t) ∼ v に依存しない！γ

lim
γ→+0

lim
L→∞

g ≠ lim
L→∞

lim
γ→+0

g = 0



数値計算結果
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ḡ := lim
γ→+0

lim
L→∞

g ≠ lim
L→∞

lim
γ→+0

g = 0

τ :キックの周期
bulk dephasing

kicked Ising chain under bulk dephasing

Ĥ(t) = −
L

∑
i=1

(Jσz
i σz

i+1 + hzσz
i ) +

∞

∑
k=−∞

δ(t − kτ) ̂V ̂V = − hx

L

∑
i=1

σx
i

L̂i = γ ̂σz
i i = 1,2,…, L

J = 1, hz = 0.8090, hx = 0.9045 （非可積分）

γ ≲ 1/L : g ∼ γL

γ ≳ 1/L : g ∼ f(γ)

数値的には曲線 を に外挿
することで が得られる

f(γ) γ → + 0
ḡ = f(0)

TM, Phys. Rev. B (2024)



散逸系のリウビリアンギャップと孤立系の熱化
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ḡ = lim
γ→+0

lim
L→∞

g 散逸のない（ ）孤立系の熱平衡化の
時間スケールに関係

γ = 0

solid lines: numerical solution of the Schrödinger eq.
dashed lines ∝ exp(−ḡt)

numerical result for the kicked Ising chain under bulk dephasing

ユニタリ時間発展の隠れた指数減衰を記述

TM, Phys. Rev. B (2024)

古典カオス系のRuelle-Pollicot共鳴の量子対応



まとめ

• 量子Markov過程は一般にLindblad型の量子マスター方程式で記
述される


• 熱浴の相関時間が散逸の時間スケールに比べて十分短ければ
（ ）Lindblad型の量子マスター方程式が導かれる（時間
粗視化の方法；回転波近似は不要）


• バルクに保存量がある場合（境界散逸系 or 局所保存量を持つ
バルク散逸系）には緩和の遅れが起こる


• バルク散逸系では一般に散逸の加速が起こる


• 散逸の加速の結果、熱力学的極限でのリウビリアンギャップ
は散逸の弱い極限でも0にならない（量子Ruelle-Pollicot共鳴）

τB ≪ τR

36


