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摘 要 1937年，Majorana发现Dirac所提出的相对论性协变的电子波动方程，在另

一个表象下所得到解可以描述不带电荷的费米子，具有与Dirac费米子不同的性质。在基本

粒子领域，对这种Majorana费米子的寻找至今一直在进行中；而在凝聚态物理领域，对拓

扑超导体和分数量子霍尔态的研究，人们已经发现了与Majorana费米子有相同行为的准粒

子。特别是在二维拓扑超导体系中出现的涡旋元激发包含了零能量的Majorana准粒子，它

们在交换操作下表现出非阿贝尔的统计性质，因而有望借以实现拓扑量子计算。文章系统

地介绍了凝聚态物质系统中获得Majorana费米子的理论模型和物理实现，并进一步介绍了

与之相关的拓扑量子计算的实现方法。

关键词 Majorana 费米子，超导电性，量子计算

Abstract In 1937, Majorana noticed that in a different representation the relativistic

wave equation for electrons proposed by Dirac has a solution describing chargeless neutral fermi-

ons, which have completely different properties from Dirac fermions. In particle physics, the

search for such Majorana fermions is still being pursued, while in condensed matter physics it has

already been found that certain kinds of quasiparticles in the low-energy excitations of topological

superconductors and fractional quantum Hall effects share a similar behavior to Majorana fermi-

ons. In particular, the vortex excitations in two-dimensional topological superconductors include

zero-energy Majorana fermion modes, which exhibit non-abelian anyonic statistical properties un-

der exchange operations, leading to the possibility of topological quantum computation. In this ar-

ticle we will review the physical models and realization of Majorana fermions, and then discuss

the corresponding implementation of topological quantum computation.

Keywords Majorana fermions, superconductivity, quantum computation
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1 引言

70多年前，Ettore Majorana在另一套表象下

求解了 Dirac 相对论协变的电子运动方程，发现了

一种不带电荷的费米子，它的反粒子正是自身。

从此，这种以Majorana命名的中性费米子便一直

是人们寻找的物质粒子。在基本粒子领域，幽灵

般的中微子曾一度被认为很可能是Majorana费米

子，至今在世界上仍然有许多实验组在坚持不懈

地探测中微子作为Majorana 费米子的可能性。超

对称理论预言所有的玻色子与费米子都存在其超

对称伴侣，而玻色子的超对称伴侣即是 Majorana

费米子。在暗物质被发现后，关于暗物质组成也

有很多设想，其中相当引人注目的弱相互作用有质

量粒子(WIMP)便很可能是这种Majorana费米子[1]。

在另一个尺度上，凝聚态物理领域的科学家

们也同样致力于寻找 Majorana 费米子。虽然凝聚

态系统的基本组分只包含电子与离子，所涉及到

的基本相互作用只有电磁相互作用；然而从演生

论的观点来看，复杂的凝聚态系统可以演生出十

分丰富的物理现象和低能元激发准粒子。例如，

在超导体系中，电子规范对称性的破缺提供了产

生 Majorana 费米子的可能性。Majorana 费米子不

带电荷，所以超导体系中的电子和空穴叠加后的

准粒子类似于Majorana 型粒子。通常的 s波超导

体是自旋相反电子的配对，自旋的存在使得这样

的准粒子并不等同于其反粒子。为了“冻结”电

子的自旋自由度，可以通过破坏其宇称或者时间

反演对称性来解除能带的自旋简并，等效地得到

“无自旋”的费米子。由于费米统计，这样得到

的无自旋费米子的配对必须服从奇宇称，这意味

着它们必须以非平庸的形式配对，其中最简单的

就是一维p波和二维p+ip超导配对。这样，最终

得到的无自旋费米子的超导态具有非平庸的拓扑

性质，通常称为拓扑超导，而 Majorana 费米子可

以出现在拓扑超导体系的缺陷附近或边缘上。

凝聚态物理领域的科学家们对 Majorana 费米

子的寻找，除了出于基础理论的研究外，还有另

一重重大的意义：关于拓扑量子计算的物理实

现。在 2+1维时空中，粒子按照相互交换所导致

的效应不仅仅分为玻色子与费米子两类，还有介

于两类之间的任意子。而任意子又分为两大类，

阿贝尔与非阿贝尔任意子，前者在相互交换下波

函数只改变一个任意相位，后者在相互交换下会

导致量子态的改变。由于低维拓扑超导体系中产

生的零能量 Majorana 费米子(简称MZM)总是伴

随着拓扑缺陷(比如涡旋)，所以 MZM 之间的交

换呈现出任意子的统计性质；而 MZM 作为“半

个电子”，其交换会改变由成对 MZM 构成的量子

态。因此，一个包含2N个 MZM 的物理体系具有

2N－1维基态空间，可以用作N－1个量子比特来存

储信息；通过交换MZM，可以实现量子态在基

态空间中的转换，即改变量子比特的状态，可实

现拓扑量子计算。同时，任意子的存在受拓扑保

护，局域的环境干扰无法湮灭掉一个任意子。另

一方面，用做量子比特的基态空间受到超导能隙

的保护，并且用于存储信息的 MZM 在空间上是

分隔开的，这意味着信息的编码是非局域的。由

于环境噪声以局域的形式作用于体系，只有高阶

微扰才能改变基态空间中量子比特的状态，这使

得环境噪声对量子态的干扰极大地被抑制。因

此，拓扑量子计算可以在硬件层面具有容错特

性，并且能有效地抵挡环境的退相干效应。

本文的第一部分从相对论协变的电子的运动

方程出发，简述 Majorana 费米子的由来和基本性

质。然后，分别介绍一维和二维的拓扑超导体

系，从中可以看到 MZM 如何在这些体系中产

生，如何通过常规 s 波超导来实现拓扑超导体

系，以及如何探测 MZM 存在的实验方案。在第

三部分，简要介绍了拓扑量子计算的基本概念，

并以 MZM 为例说明如何通过交换非阿贝尔任意

子来构造量子门操作，进而实现拓扑量子计算。

2 Majorana费米子

2.1 Majorana费米子的提出

Schrödinger方程是描述微观粒子运动的非相
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对论性量子力学方程，由经典的能动量关系：E=

p2/2m(其中 E 为能量，p 为动量，m 为物体的质

量)。运用算符分别对应下列关系式：

E→ i ∂
∂t
，p→ -i ， (1)

并将其代入能动量关系式中，可得Schrödinger方

程：

i∂Ψ
∂t

= - 1
2m

2Ψ . (2)

同理可推广到相对论情形，由相对论的能动量关

系 ： E2 = p2 + m2 ， 用 算 符 对 应 式 代 入 ， 得

Klein—Gordon方程：

æ
è
ç

ö
ø
÷

2 - ∂2

∂t2 -m2 Ψ = 0 . (3)

然而该方程所引导出的守恒流可能出现负几率，

这是由 Klein—Gordon 方程中波函数对时间的两

次微分导致的。于是Dirac提出了一个对时间和

空间都只作一次微分的线性方程：

i
∂Ψ ( )x
∂t

= ( )α ∙ p + βm Ψ( )x ， (4)

其中 x = x
μ
= ( )t，x 表示4维的时空坐标，x表示3

维的空间坐标， αi，β( )i = 1，2，3 为待定的系数

矩阵。将(4)式对时间微分并与(3)式比较，得到

αi，β满足如下关系：

{ }αi，α j = δij，α2
i = 1， { }αi，β = 0，β2 = 1，(5)

这正是 Clifford 代数所满足的性质。在 3+1 维

时空中，满足此代数的 αi，β 是 4 维的矩阵。

Dirac 给出了一组满足此关系的 4×4 矩阵。在这

个方程里，4×4 矩阵意味着 Dirac 引入了一个不

同于 3+1 维时空的 4 维线性空间，波函数作为

其运动方程的解可以看成是该空间中的矢

量，称为旋量，对应的空间称为旋量空间。为

了将 Dirac 方程 (4)式写为 Lorentz 协变的形式，

(4)式两边同时左乘β并引入 γ 矩阵 γ
μ
=(β；βαi) ，

得

( )iγ
μ
∂μ -m Ψ = ( )γ

μ
pμ -m Ψ = 0 ， (6)

其中 pμ = ( )i∂t， - p ， ∂μ = ∂/∂x
μ
。

在Dirac表象下，

-
γ

0
=
æ
è
ç

ö
ø
÷

σ0 0

0 -σ0

，
-
γ

i
=
æ
è
ç

ö
ø
÷

0 σi

-σi 0
， (7)

其中 σ0 是二阶单位矩阵， σi 是泡利矩阵：

σ1 = æ
è
ç

ö
ø
÷

0 1
1 0

，σ2 = æ
è
ç

ö
ø
÷

0 -i
i 0

，σ3 = æ
è
ç

ö
ø
÷

1 0
0 -1

. (8)

后来，Weyl和Majorana分别给出不同的矩阵

选择方式，它们分别描述不同的物质粒子。在

Weyl表象下，

γ0 =
æ
è
ç

ö
ø
÷

0 σ0

σ0 0
，γi =

æ
è
ç

ö
ø
÷

0 -σi

σi 0
. (9)

在Majorana表象下，

γ͂0 = i
æ
è
ç

ö
ø
÷

0 -σ1

σ1 0
，γ͂1 = i

æ
è
ç

ö
ø
÷

0 σ0

σ0 0
，

γ͂2 = i
æ
è
ç

ö
ø
÷

σ0 0

0 -σ0

，γ͂3 = i
æ
è
ç

ö
ø
÷

0 σ2

-σ2 0
.

(10)

注意(10)式所示的矩阵 γ͂i( )i = 0，1，2，3 为纯虚

数矩阵，则对应的 Majorana 表象下的 Dirac方程

式(6)为纯实的方程，因此Majorana表象下方程和

解都是实的。由于Dirac旋量是4分量复数的，这

等于说，一个Dirac旋量等价于两个相同质量的

Majorana 旋量(全实的 Majorana 旋量可分别充当

Dirac旋量的实部或虚部)。

从另一个角度看，Majorana费米子也可以用

Dirac费米子来构成[2]：在Weyl表象下，Dirac方程

的解可以写为Ψ = ( )ψR，ψL

T
，将解代入(6)式，有

ì
í
î

ï

ï

( )i∂t - p∙σ ψR -mψL = 0 ，

( )i∂t + p∙σ ψL -mψR = 0 .
(11)

Majorana 所要寻找的是一个正反粒子等同的粒

子，即

Ψ c( )x =Ψ ( )x ， (12)

从而得到两个独立的方程：

ì
í
î

ï

ï

( )i∂t - p ∙ σ ψR - imRσ2ψ
*
R = 0 ，

( )i∂t + p ∙ σ ψL + imLσ2ψ
*
L = 0 .

(13)

求解上述方程可以发现，只有当E=0时，Majorana

费米子方程的解是定态的波函数。

2.2 凝聚态中的Majorana费米子

凝聚态体系中的基本研究对象是电子，所涉

及的基本相互作用是电磁相互作用。作为一个量

子多体系统，其低能集体激发会演生出许多重要

Δ

Δ

Δ
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的基本元激发准粒子。另外，金属系统都存在一

个费米面，费米面以下是填满了电子的费米海，

这恰好是Dirac曾经所提出的试图用来解释反粒

子的物理图像。在上文中我们已经看到 Majorana

费米子不具备Dirac费米子所拥有的U(1)规范对称

性，正是这种规范对称性保证了Dirac费米子的电

荷守恒。也就是说，要在凝聚态里寻求Majorana

费米子，首先我们需要一个破缺U(1)对称性的费

米系统。超导或超流态正符合这个要求。超导体

系具有电子、空穴对称性，其准粒子由电子、空

穴线性叠加构成，这些特征都暗示着 Majorana费

米子在超导系统中存在的可能性，并且只有零能

量的Majorana费米子是能量本征态。MZM的存

在导致了一个简并的基态空间，并被单粒子激发

能隙保护，从而有望用于拓扑量子计算，本文后

面会对这一点做详细介绍。事实上，严格推导可

发现，在具有电子、空穴对称性的超导体系中，

只要存在零能量的激发模式，该激发模式就能满

足正反粒子相同的条件，可以被确定为 MZM ，

所以我们接下来介绍的寻找Majorana费米子的目

标都成为寻找超导体系中的零能激发模式。

在介绍可产生MZM的模型之前，我们根据

(13)式，将一个电子的产生或湮灭算符分解成

“实部”和“虚部”的叠加，其实部和虚部各对

应于两个独立且局域在空间同一点上的 Majorana

费米子：

cj = 1
2 ( )γ j1 + iγ j2 ，cj = 1

2 ( )γ j1 - iγ j2 ， (14)

γ j1 = cj + cj，γ j2 = i( )cj - cj . (15)

湮灭算符 γiα ， γ jβ 满足费米子的反对易关系：

{ }γiα，γ jβ = 2δijδαβ . (16)

费米系统的粒子数算符为

nj = cj cj = 1
2 ( )1 + iγ j1γ j2 . (17)

由费米子的泡利不相容原理， nj 取值为 0 或 1，

则对应 MZM 对的取值 iγ j1γ j2 为－1 和 1。两个

MZM 等价于一个 Dirac 电子，因此，在由电子作

为基本组元所构成的凝聚态体系中，MZM一定

成对出现。一般来说， Majorana费米子只是电子

的一个等价表象，通常的电子都可以等价地看成

一对 Majorana费米子的线性组合，而我们需要去

寻找的是局域在空间不同点上的Majorana费米子。

3 Majorana费米子的物理实现

3.1 一维无自旋费米子p波超导态

一维无自旋费米子体系的非平庸拓扑超导态

中就存在零能隙边缘激发 MZM。由于费米统

计，无自旋的费米子体系其配对机制必定具有奇

宇称，最简单的形式即由 Kitaev 给出的 p波超导

模型[3]：

H =∑
j

é
ë
ê-t( )cj cj + 1 + cj + 1cj - μæ

è
ö
ø

cj cj - 1
2

+ ]( )Δcj cj + 1 +Δ*cj + 1cj ，

(18)

式中 j标记一维链上的格点，共N个格点，第一

项表示最近邻格点间电子的跃迁，t为跃迁概率

幅，第二项表示化学势，第三项表示最近邻格点

间的配对，其中Δ为平均场近似下超导配对序参

量。不难看出该配对形式具有奇宇称(在宇称反演

下，左右反转，那么由于费米子算符的反对易性

会导致一个负号的出现)。该配对项在连续极限下

相当于 cjcj + 1 ≈ c ( )x ∂xc ( )x ，因而称为 p 波超导。

事实上，对于无自旋费米子超导体来说，该配对

的奇宇称是无法回避的，这是因为费米子的泡利

不相容原理。该 p波超导的拓扑属性可以从动量

空间中得到体现。取周期性连界条件，进行傅里

叶变换，得到动量空间的哈密顿量为

H =∑
q

[( )-2t cos q - μ cqcq + iΔ( sin q)cqc-q

+ ]iΔ*(sin q)cqc-q .
(19)

利用Bogliubov变换，得到准粒子激发谱为

E( )q = ± ( )2t cosq + μ 2 + ( )2 ||Δ sin q
2

. (20)

当化学势处在 || μ = 2t 时，能隙关闭，这对应于一

个二级相变，分隔开两个相，分别对应于拓扑超

导相和平庸相。这两个相的性质可以通过如下两

种极限情形显示出来。

利用(14)式将(18)式改写成用Majorana费米子

表示的公式：

†

† †

†

† † †

† †

† † † †

† † †
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图2 一维p波拓扑超导态的实现 (a)一维纳米导线利用自旋—轨道耦合效应和

超导近邻效应，在有外磁场情形下可以制备出p波超导并产生MZM；(b)体系的

能带结构：自旋轨道耦合使能带劈裂为红色、蓝色两支，加磁场后可进一步把

能带劈裂成上、下两支，用黑色表示。当化学势位于能隙中间时，该体系的低

能激发为等效的无自旋激发

图1 Kitaev链具有的平庸态和拓扑超导态 (a) ||Δ = t = 0 时

的基态示意图，每一格点上的两个Majorana费米子形成Dirac

费米子；(b) ||Δ = t，μ = 0 时的基态示意图，相邻两格点上的

两个 Majorana费米子形成Dirac费米子；(c)参数空间μ—2t

中系统的基态相图，2个点分别表示(a)和(b)的参数选取

H = i
2∑j

[-μγ j, 1γ j, 2 + ( )t + ||Δ γ j, 2γ j + 1, 1

+ ]( )-t + ||Δ γ j, 1γ j + 1, 2 .
(21)

(i) 当参数选择 ||Δ = t = 0 时，有

H = -μ∑
j

æ
è

ö
ø

cjcj - 1
2

， (22)

这时超导消失，对应于一个平庸态。

(ii) 当选择参数 ||Δ = t，μ = 0 时，有

H = it∑
j = 1

N - 1

γ j, 2γ j + 1, 1 . (23)

哈密顿量只包含相邻格点的交叉项，为寻找其基

态，重新定义一组Dirac费米子：

aj = 1
2 ( )γ j, 2 + iγ j + 1, 1 ，aj = 1

2 ( )γ j, 2 - iγ j + 1, 1 . (24)

(23)式可写为

H = 2t∑
j = 1

N - 1

æ
è

ö
ø

ajaj - 1
2

， (25)

其基态由重新定义的费米子 aj 的占有数决定。注

意到哈密顿量公式(23)中不包含 γ1, 1 和 γN, 2 ，它们

为MZM且位于一维链的两端(1和N格点上)，这

是非平庸的拓扑态。

Kitaev 链给出了两个态——拓扑态和平庸

态。当体系的体激发谱中存在能隙且基态简并

时，出现拓扑态。当 ||Δ = t = 0 时，存在激发能

隙，但基态无简并，为平庸态；当 ||Δ = t，μ = 0

时，存在无能隙边缘态激发，因此为非平庸的拓

扑态。以上两相的示意图和相图见图1。

Kitaev模型成功地说明了在无自旋费米子的p波

拓扑超导相中存在MZM。然而材料中的电子都是

带有自旋的，一般常规金属体系都具有自旋简并，

由宇称和时间反演对称性所保护。为了得到“无自

旋”的费米子，可以设法打破二者之一的对称性，

得到一个无自旋简并的能带，则该能带对应的准粒

子等效于无自旋的费米子。在凝聚态中实现这一点

的最自然方式就是借助自旋轨道耦合。比如，s波超

导体上的一维量子导线借助自旋轨道耦合效应可

以实现Kitaev模型[4]，体系的哈密顿量可表示为

H = ∫dxé
ë
êψ æ
è

ö
ø

- 1
2m

∂2
x - μ + iασ2∂x + Vxσ1 ψ

+ ]( )Δψ↑ψ↓ + h.c. ， (26)

其中 ψ iασ2∂xψ 描述自旋轨道耦合，

它解除了能带的自旋简并； ψVxσ1ψ

描述外加的横向磁场 ( )Vx = gμB B ，它

进一步劈裂能带，得到两支自旋杂化

的 无 简 并 能 带 ； 超 导 的 配 对 项

( )Δψ↑ψ↓ + h.c. 将相反自旋的电子进行

配对，诱导出自旋杂化能带的带内准

粒子之间的配对，从而等效于无自

旋的费米子 p 波配对，见图 2。当

†

†

†

†

†

†
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图 3 电导与偏压关系 [5]，零偏压电导尖峰的出现表明

MZM 存在的可能性

图4 由赝磁场方向定义的从二维平面到球面的同伦变换映射

||Δ 2
+ μ2 < Vx 时，体系处于拓扑超导态，链两端

应该出现 MZM 。实验中用 InSb或 InAs半导体纳

米线与超导体接触来制备出一维 p波超导链[5，6]，

由于它们具有较大的朗德g因子，在较小的磁场下

就可进入拓扑相。

实验上，普通金属在费米面附近有连续的电

子态，费米面以下为占有态，费米面以上为空

态；超导体在费米面附近打开一个超导能隙，而

拓扑超导体则会在超导能隙中间位置产生局域的

边缘电子态，可以导致零偏压电导峰的出现。图

3为Delft组的实验结果，图中显示了InSb在70 mK

下处于不同大小外磁场下的电导曲线，磁场区间

从 0 mT到 490 mT，以 10 mT为间隔。从 100 mT

开始出现零偏压电导尖峰。当然，这只能表明超

导能隙内存在零能的局域电子态，这是第一个表

明MZM可能存在的实验证据[4]。

3.2 二维无自旋p+ip拓扑超导态

从一维推广到二维，我们期待在二维的非平

庸拓扑超导相同样存在无能隙的边缘激发，可以

产生 MZM 。对于二维无自旋的费米子体系，其

配对同样需要服从奇宇称，最简单的配对形式就

是 px + ipy 或者 px - ipy ，它们都带有一个单位的

角动量，破坏时间反演对称性。下面我们重点讨

论p+ip型拓扑超导，其哈密顿量可写成：

H = ∫d2r{ψ+æ
è
ç

ö
ø
÷-

2

2m
- μ ψ

}+ 1
2
Δ0[ ]e

iϕ
ψ( )∂x + i∂y ψ + h.c. .

(27)

该体系的拓扑性质可以在动量空间体现出来：

H = ∫d2k
4π2{ψk

æ
è
ç

ö
ø
÷

ℏ2k 2

2m
- μ ψk

}+ 1
2
Δ0[ ]ie

iϕ
ψk( )kx + iky ψk + h.c.

= 1
2 ∫

d2k
4π2 ( )ψk ψ-k hk ∙ σ

æ

è
çç

ö

ø
÷÷

ψk

ψ-k

，

(28)

其中 hx
k = -Δ0( )ky cos ϕ + kx sin ϕ ， h

y

k =Δ0(kx cos ϕ -

)ky sin ϕ ， hz
k = ℏ2k 2

2m
- μ，于是，该系统的哈密顿

量对应于一个作用在Nambu旋量上的赝磁场，该

赝磁场的方向定义了一个映射，如图4所示。

从该变换还可以定义一个拓扑不变量：

C = ∫dkxdky

4π
h ∙ ( )∂kx

h × ∂ky
h ， (29)

式中 h 是赝磁场的方向矢量。我们可以形象地把

这个映射看成是把二维动量空间包裹到二维的单

位球面上，拓扑不变量即为包裹球面的次数。在

不允许剪切和粘合的前提下，拉长伸缩等任意连

续平滑的变化都无法改变该拓扑数。不同的拓扑

数对应于不同的拓扑物相，它们之间无法连续平

滑地过渡，除非经历二级相变，即能隙闭合。这

是因为在能隙闭合的动量处，赝磁场为0，没有方

向，上述的同伦变换映射不再成立。一般而言，

同伦变换映射对应的拓扑数可以是任意整数，然

而在这里所讨论的p+ip超导体系中，拓扑数只能

取0或1，其中0对应于平庸相，1则是非平庸拓扑

的。要想获得具有更高的拓扑数的物相，需要更

复杂的哈密顿量，比如 f波超导的哈密顿量。

在实际的体系中，如果存在一个分隔不同拓

扑相的畴壁，在畴壁上将会出现零能激发。这可

Δ

†

†
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图5 p+ip超导体的边缘激发示意图 (a)在带偶数拓扑荷涡旋的情况下得

到的体系内外边界上的手征边缘激发态，其中红色为内边缘，蓝色代表外

边缘；(b)在涡旋拓扑数为偶数的情况下得到的体系内外边缘的激发能谱，

其横坐标为对应的角动量量子数；(c)在存在奇数拓扑荷的涡旋的情况下得

到的体系的内外边缘激发模式；(d)在涡旋拓扑数为奇数的情况下得到的体

系内外边缘的激发能谱。内外边缘都存在严格的零能量模式，即MZM

以简单地理解为：从畴壁的一侧到另一侧可以看

成是以空间位置为参量的拓扑“相变”，那么在

二者之间必定跨越过能隙闭合的状态，于是在畴

壁上有可能获得MZM。另外，非平庸拓扑超导

体系的边缘也是一种特殊的畴壁，所以在非平庸

拓扑超导相的边缘上也可望出现MZM。

下面我们考虑一个简单的圆环状p+ip超导体

系，通过调节化学势使圆盘体系处在非平庸拓扑

超导相，并往圆环中心加入 n个磁通量子，求解

其边缘态的激发谱和波函数。如果忽略在边缘上

缓慢变化的动能项，则其哈密顿量可简化成

Hedge = ∫d2r{-μψ+ψ

ü
ý
þ

+ 1
2
Δ0

é

ë
ê

ù

û
úe

i[ ]( )n + 1 θ + ϕ
ψæ
è
ç

ö
ø
÷∂r + i

∂θ
r
ψ + h.c. .

(30)

一般来说，n个磁通量子可以导致一个带拓扑荷

为 n的Abrikosov涡旋，涡旋中心在坐标原点处。

涡旋的存在体现为超导序参量的一个局域相位变

化，任意围绕原点一圈的路径，都会导致波函数

相位转过n个周期。另外，注意到配对项中的p+ip

携带了一个单位的角动量，表现为一个随着极角

变化的相位。当极角转动一圈时，该相位正好转

一个周期。这一个相位可以与序参量合并，其效

应相当于在坐标原点再增加了一个单位的涡旋。

这个效应可以通过下面的规范变换公式清楚地

表述：

ψ = e
-i
( )n + 1 θ

2 ψ′，ψ = e
i
( )n + 1 θ

2 ( )ψ′ . (31)

于是，涡旋的作用转嫁成为电子场算符在极角方

向的周期边界条件，会对电子波函数的角动量有

所限制。

对于 n个外加磁通涡旋，若 n是偶数，电子

场算符为反周期边界条件，则得到的电子波函数

角动量只能为半整数；若 n为奇数，电子场算符

为周期边界条件，则电子波函数角动量只能为整

数。通常的轨道角动量不可能取半整数，因为波

函数的单值性导致电子波函数在极角方向

必须满足周期边界条件。在这里，半整数

轨道角动量的出现从根源上说是由涡旋的

存在所导致。由于体系具有旋转对称性，

轨道角动量是好量子数，所以可以得到以

角动量m来标记的能量本征边缘态。具体

求解Schrödinger方程(30)式，得到体系低

能激发的两支模式，分别对应于内边缘态

和外边缘态。它们的能谱分别为

E in
m = -mΔ0

R
，E out

m =
mΔ0

R
， (32)

分别对应的波函数为

χ in
m = eimθ

æ

è

ç
çç
ç

ö

ø

÷
÷÷
÷e

-i
ϕ
2

e
+i
ϕ
2

e
-∫R

r μ
Δ0

dr

，χ out
m = eimθ

æ

è

ç
çç
ç

ö

ø

÷
÷÷
÷e

-i
ϕ
2

-e
+i
ϕ
2

e
∫R

r μ
Δ0

dr

.

(33)

由图5可见，激发能谱随角动量呈线

性关系，相同能量的内外边缘激发模式具

有相反的角动量，离散的激发能谱在热力

学极限下趋于连续的无能隙能谱。然而

要获得零能量激发模式(即 MZM)，需要

角动量严格取为 0，外加磁通量子数 n必

须为奇数。当 n 取为偶数时，不会存在

††
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图6 MZM交换示意图

MZM。这种外加磁通量子数的奇偶效应对于在实

验上直接探测MZM的存在具有重要意义。实际

上，上述的角动量直接对应体系一维边缘上的动

量，所以边缘激发谱可以看成是能量随动量的变

化关系。

虽然上面的分析都是基于一个特殊对称的圆

盘状体系所得到的，更一般的情形不一定能得到

这样一个完美线性的激发能谱。我们可以把上面

的特殊的圆盘构型做连续变形，这会导致能带发

生扭曲，但由于受到拓扑保护，体系边缘态上不

会打开能隙，而体能隙也不会闭合。因此，以上

的分析对一般的情形也成立。

类似于利用自旋—轨道耦合与s波超导来实现

一维p波超导，二维p+ip拓扑超导态在实验上有

如下的实现方案[7]：三维拓扑绝缘体的表面态是由

自旋—轨道锁定的螺旋电子态，它破坏了宇称，

解除了能带自旋简并。通过调节化学势，使得费

米面远高于能带交叉点，费米面附近为一个无自

旋简并的杂化能带。在拓扑绝缘体表面覆盖s波超

导，近邻效应导致费米面附近的电子配对，从而

实现p+ip拓扑超导。Fu指出，在三维拓扑绝缘体

表面覆盖s波超导体，其界面处若存在带奇数拓扑

荷的涡旋，则可在涡旋上捕获Majorana费米子。

3.3 Majorana费米子的统计性质

MZM的重要性在于其特殊的非阿贝尔统计

性质。为什么零能量的Majorana费米子会呈现出

非阿贝尔统计性质，而不是简单的费米统计呢？

为了说明这一点，我们回顾一下如何从p+ip拓扑

超导体系获得MZM：MZM只在带奇数拓扑荷的

涡旋上产生，即MZM总是与一个奇数拓扑荷的

涡旋绑在一起，所以对MZM对的交换是通过绝

热地交换涡旋来实现的。这意味着交换过程不是

单纯的两个Majorana费米子激发模式的交换，还

必须考虑涡旋的效应。拓扑荷为 n的涡旋，其本

质效应是导致超导序参量相位的变化，可以等效

于一条从涡旋中心延伸到无穷远处(或者延伸到另

一个带有相反拓扑荷的涡旋中心)的割线。在割线

以外的区域，序参量不发生相位变化，只有当跨

越割线时，序参量的相位跳变 n个周期。在这个

跳变下，序参量没有实质性改变，但这对电子波

函数的影响巨大：通过规范变换让电子吸收掉序

参量的相位涡旋，电子只吸收了一半的涡旋相

位。也就是说，当跨越割线的时候，电子的波函

数相位要跳变n/2个周期。如果n是奇数，这将导

致波函数获得一个π相位。同理，空穴在跨越切

割线的时候也会获得π相位。MZM作为电子、空

穴的线性叠加，自然也获得π相位。MZM交换如

图 6所示，交换两个MZM意味着其中一个MZM

会跨越另一个涡旋的相位割线，出现一个负号。

因此，MZM交换可用算符来表达，交换操

作应该导致

γi ↦-γ j，γ j ↦ γi，γk ↦ γk， ( )k ≠ i，j . (34)

可以得到实现交换的算符为

Uij = 1
2
( )1 + γiγ j . (35)

对2N个MZM γk ， γi 与 γ j 交换可表示为幺正变换：

γk →UijγkUij ， (36)

由交换算符U直接计算，可得到

[ ]U12，U23 = γ1γ3 ， (37)

因此，交换操作不可对易。

下面我们用一个简单的例子说明交换操作对

量子态的影响。假设系统有 4 个 MZM γ1 ， γ2 ，

γ3 ， γ4 ，如图 7 所示。4 个 MZM 可等价于两个

“非局域”的Dirac费米子ca和cb：

ca = 1
2
( )γ1 + iγ2 ，cb = 1

2
( )γ3 + iγ4 . (38)
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图7 4个MZM交换的示意图(图中虚线表示配对)

用该Dirac费米子的占据数na和nb来标记量子态：

na，nb ，( )na，nb = 0，1 。 γ1 绕 γ3 一圈可由幺正变

换 U 2
31 = γ3γ1 = ( )ca + ca ( )cb + cb 实现，在此操作下，

量子态的变化为

na，nb ↦U 2
31 na，nb = ( )-1

na n̄a，n̄b ， (39)

其中 n̄ = 1 - n ，即不同Dirac费米子中的MZM环

绕一圈可以制备出占有数相反的态。MZM的交

换算符U对量子态的影响如下：

na，nb ↦U12 na，nb = 1
2
( )1 + γ1γ2 na，nb

= e
i π
4 ( )1 - 2na

na，nb ，

na，nb ↦U31 na，nb = 1
2
( )1 + γ3γ1 na，nb

= 1
2
( )na，nb + ( )-1

na n̄a，n̄b ，

即交换同一Dirac费米子中的一对MZM，只是导

致一个相因子的出现，而交换不同Dirac费米子

中的MZM，会制备出新的纠缠态。上述分析表

明，MZM是满足非阿贝尔统计的任意子。

4 拓扑量子计算

4.1 拓扑量子计算的提出

信息化时代对计算效率的要求与日俱增，基

于经典计算方式的硬件和算法在不断得到发展的

同时，计算效率上升的空间也日益局限。过去一

个世纪，人类对量子世界的基本规律进行了大规

模的探索，自80年代开始，基于量子原理的计算

方式的构想开始形成，其后逐渐演变成了两条研

究主线，一条是研究基于量子原理的算法，另一

条是研究基于量子系统的硬件实现。容错性和抵

御退相干是实现量子计算亟需解决的问题，而具

有拓扑性质的体系天然地具有这种优势。在这些

材料中，受拓扑保护的非阿贝尔准粒子一方面具

有抗环境干扰的鲁棒性，另一方面能通过交换彼

此来改变量子态。拓扑量子计算的实现正是利用

这些非阿贝尔任意子之间的交换来编码信息，并

且通过系列的交换操作来实现任意的幺正变换，

改变量子比特的状态。

量子态作为希尔伯特空间中的一个矢量，在

特定坐标基矢下的投影即为波函数，而波函数的

演化则由幺正变换来描述。与经典计算机利用 0

和 1两个不同状态存储信息不同，量子计算的基

本储存单元是一个二维的希尔伯特空间，称作一

个量子比特。量子态的线性叠加，为量子体系提

供了巨大的可利用的信息存储和计算资源。然

而，实现量子计算的瓶颈在于量子态的退相干。

环境会导致体系发生退相干，即环境干扰造成的

波函数坍缩。量子计算过程中的误差也有与经典

计算不同的特点：一方面无法直接通过测量检测

误差是否发生，另一方面量子态存在连续的相位

误差，如 a 0 + b1 → a 0 + beiθ1 (相位θ可以是任

意的)。因此，控制误差也是量子计算的关键。

退相干和误差问题都可以通过利用体系的拓

扑性质从根本上予以解决[8]。什么是体系的拓扑

性质呢？在数学中，拓扑主要研究几何对象在平

滑变换下的不变性，比如进行拉伸、收缩等连续

形变，但不对表面进行剪切或粘合，如此变换前

后的几何对象被认为是拓扑等价的，存在一个拓

扑不变量。因此，拓扑并不关注长度和角度等局

域性质，只关注全局的性质，而全局的拓扑性质

不会受局域的微扰而改变。在物理体系中，由于

环境的干扰主要是以局域的相互作用形式来发

生，所以拓扑的物理体系可免受环境的影响，这

样环境所引起的退相干问题便迎刃而解。因此，

拓扑量子计算作为一种容错的量子计算被人们在

2003年前后正式提出[9]。

然而，拓扑不变性并非哈密顿量的对称性，

† †

(40)
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图8 考虑两个粒子(准粒子)的交换操作。粒子1(即γ1)可以按(a)图两种可能

的轨迹行走，最后返回初始的地点。如果该过程发生在 3+1维时空中，则

轨迹1可以连续地变换到轨迹2而无须经过任何奇点，因此二者是拓扑等价

的，而轨迹 1可以进一步连续地收缩，拓扑等价地变换到平庸的路径，即

完全没有移动。从粒子演化的世界线来看，无论是走哪条轨迹，粒子 1和

粒子 2的世界线都没有发生缠绕，如图(b)所描述，拓扑等价于虚线所代表

的平庸演化，其中横坐标示意三维空间。因此在粒子1围绕粒子2转了一圈

(即轨迹 2)回到初始点，该过程拓扑等价于什么都没有发生过，不存在记

忆。然而该过程若是发生在2+1维时空中，则轨迹2无法连续地变换到轨迹

1(除非轨迹跨过粒子2，而这是不被允许的)，因此轨迹2并不等价于平庸演

化，粒子 1回到初始点可以携带一个任意的相位作为记忆，其世界线如图

(c)所描述，两粒子的世界线发生一次缠绕

它是系统在低能极限下演生出的一种整体对称

性，对于拓扑量子计算，寻找拥有拓扑准粒子的

实际物理体系也是很重要的一个方面。拓扑量子

计算是解决量子退相干的一种很好方案，拓扑性

质隔绝了外界环境的影响。试想我们制备出了拓

扑保护的初态，计算过程需要对量子态进行幺正

演化，这可以通过对非阿贝尔任意子进行特定的

交换操作来实现。

4.2 交换任意子

任意子是二维拓扑系统中的激发准粒子。如

图 8所示，在 3+1维时空中，一个粒子围绕另一

个粒子转动一圈，拓扑等价于平庸演化(两个粒子

的世界线不发生缠绕)，故量子态不发生

实质的改变，这等价于对两粒子进行两

次交换操作。因此，进行一次交换操作

时，量子态波函数的相位可允许的改变

值是 0 和π，分别对应于玻色子和费米

子。然而，在 2+1维时空中，一个粒子

围绕另一个粒子转动一圈是无法连续变

换到平庸演化的(两个粒子的世界线发生

缠绕)，因而允许有任意可能的相位产

生，从而对交换操作所导致的相位也可

以是任意的，所以在 2+1维时空中的粒

子(准粒子)，从统计意义上来说可有别

于玻色子和费米子，被称为阿贝尔任意

子。比如，v=1/3的分数量子霍尔态，它

的准粒子为阿贝尔任意子，两个准粒子

交换产生 eiπ/3 的相位，并且这一相位不

依赖于速度、路径形状等细节，受拓扑

保护。

更一般地说，对于有基态简并的物

理体系，其任意子的交换还有可能导致

物理态的转化，从而对多个粒子进行交

换的结果可能取决于交换的顺序，这样

的任意子被称为非阿贝尔任意子。对这

些非阿贝尔任意子的系列交换操作在一

定程度上实现了对量子比特的幺正变

换。一系列的交换操作在准粒子的世界

线(在时空中演化的轨迹)上来看相当于对世界线进

行缠绕，并且这种缠绕操作完整地构成了一个群

结构，常被形象地称为辫子群(braiding group)。事

实上，对任意子的交换操作不仅可以用来实现幺

正变换，而且还可以进行无破坏测量。

实验上如何实现任意子的交换呢？以MZM

为例，对于存在于一维拓扑超导线和普通超导线

的畴壁上的MZM，可以通过调节局域的化学势

或磁场使畴壁移动，在如图 9(a)中的T形结上实

现交换MZM。图中所示为3个超导线组成的T形

结，首先调节化学势，使左壁上的γ1移动到T形

节的下壁处，将右壁上的γ2移动到T形节的左壁

处，最后将γ1移动到T形节的右壁处，实现γ1与γ2的

交换[10]。对于二维的拓扑超导体系，Fu和Kane[7]
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图9 MZM交换的示意图 (a)在一维拓扑超导体(TS)和普

通超导体(NS)的畴壁处的 MZM[10]，通过调节化学势实现

MZM的移动，进一步完成两个MZM的交换；(b)二维Fu—

Kane模型利用S—TI—S 约瑟夫森结进行交换的示意图，当

ϕ = 0 时，只有上下两个结点形成了约瑟夫森涡旋，俘获一对

MZM，通过调控 ϕ相位从0到2π的变化，可使这对涡旋顺时

针移动(当 ϕ = 2π/3以及 -2π/3时，这对涡旋发生移动，以中

心岛为原点沿顺时针方向移动到下一对结点处)，当 ϕ重新回

到2π时，这对涡旋以及所携带的MZM发生了一次交换

图10 MZM干涉测量装置示意图[11](在约瑟夫森结中，不同

路径的MZM可发生干涉)

提出在三维拓扑绝缘体表面覆盖 s波超导体来实

现p+ip超导。同时，他们建议在拓扑绝缘体表面

覆盖多块不衔接的 s波超导的小岛，岛间形成特

殊的约瑟夫森结(S—TI—S结)；通过调节各个小

岛的超导相位，使得只有特定的结点上形成等效

的约瑟夫森涡旋，俘获MZM；进一步地可以通

过调节每个小岛的超导相位来操纵约瑟夫森涡

旋。在此过程中，由于 MZM 总是局域在涡旋

上，这等价于对MZM进行操纵，见图9(b)。

对MZM的交换不仅可以进行幺正变换，还

可以用于进行无破坏性的干涉测量。如图 10 所

示，在三维拓扑绝缘体表面覆盖 s波超导体(SC)

和铁磁(FM)的绝缘体，构成了约瑟夫森结，在约

瑟夫森结中心有一电荷Q和磁通Φ的区域。约瑟

夫森结中可形成约瑟夫森涡旋，它与 Abrikosov

涡旋的相同点是中心都存在着MZM，不同点是

约瑟夫森涡旋的运动遵循量子力学的规律，它们

可以干涉。因此，当约瑟夫森结左臂中的约瑟夫

森涡旋带着MZM从左向右运动时，上下两个路径

即可形成干涉。涡旋的磁通为 hc
2e

，由Aharonov—

Casher 效应，当磁通为 hc
2e

，环绕电荷为 Q 时，

干涉的相位因子为 ϕAC = hc
2e

Q
ℏc

=
πQ
e

。由此，当

约瑟夫森结中心的Φ=0时，约瑟夫森涡旋电流 Iv

随电荷Q振荡[11]

Iv = I 0
v [ ]1 + A cos( )πQ/e ， (41)

变化电荷 Q 就可以观察到电流的振荡。而当

Φ = hc
2e

时，干涉所产生的相位因子，除Aharonov—

Casher效应的 ϕAC =
πQ
e

外，还有约瑟夫森结中心

Φ = hc
2e

涡旋的相位割线对入射 MZM γ的影响，

使得(41)式中A=0，从而破坏振荡。因此，可从

约瑟夫森涡旋电流 Iv有无振荡来判断约瑟夫森

结的中心是否有磁通 Φ ，进一步判断是否有

MZM。

4.3 交换MZM以实现量子门操作

一对 MZM 组成的厄米算符 iγ j1γ j2 的本征值

为±1，因此每对MZM可构成一个量子比特，作

为量子计算的基本单元。对于一个包含 2N 个

MZM的体系，我们可以选择任意两个MZM配对

作为一个量子比特，总共可以有N个量子比特，

而不同的MZM配对方案只是更换了不同的希尔

伯特空间基矢，总体上仍然构成了相同的希尔伯

特空间。另外，费米子系统的总费米数宇称守

恒：对2N个MZM体系，费米数宇称算符为

P =∏
j = 1

N

( )-iγ2j - 1γ2j ， (42)

其中P2=1，所以P=1和P=－1对应体系总的电子
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图11 单比特门操作的示意图

数分别为偶数和奇数。由此，尽管 2N 个 MZMs

形成了N个量子比特，费米数宇称守恒的约束使

得真正独立的量子比特数目变成N－1。

利用MZM存储信息，有两种编码方式：密

集编码和稀疏编码 [4]。在密集编码中，2n+2 个

MZM形成 n个独立量子比特，第 k个量子比特是

iγ2k - 1γ2k = ±1的本征态，最后一对MZM保证系统

费米数的奇偶性宇称守恒，因此它与整个体系的

其他部分都发生纠缠。这种编码方式的优点是易

于实现幺正门操作，缺点是最后一对MZM的误

差会影响所有的量子比特。而在稀疏编码中，利

用4n个MZM，每4个MZM作为一组形成一个计算

的子空间，对每一组内的 4 个 MZM 要求满足

γ4k - 3γ4k - 2γ4k - 1γ4k = -1，也就是说，一个组里的两个

量子比特并不独立，二者的状态保持一致，从而使

得费米子必成对出现，这样就能使每一组MZM都

保证了体系的费米数宇称守恒。每组存在一个自由

的量子比特，所以一共有n个独立量子比特。

量子计算以一系列基本门操作作为基础，这

些门操作的组合可以生成任意的幺正变换。单比

特的基本门操作有：Hadamard门，泡利X门，泡

利Y门，泡利Z门，π/8相移门等[12，13]。在费米子

占据数表象下，以 0 ， 1 为基矢，这些门操作

的矩阵分别表示为

H = 1
2
æ
è
ç

ö
ø
÷

1 1
1 -1

，X = æ
è
ç

ö
ø
÷

0 1
1 0

，Y = æ
è
ç

ö
ø
÷

0 -i
i 0

，

Z = æ
è
ç

ö
ø
÷

1 0
0 -1

，T = æ
è
ç

ö
ø
÷

1 0
0 eiπ/4

.
(43)

双比特的基本门操作有 SWAP 门和控制门操作

等。在控制门操作中，一个比特为控制比特，另

一个比特为目标比特，只有当控制比特取值为 1

时，相应的门操作才会施加到目标比特上。在

Dirac 费米子占据数表象下，以 00 ， 01 ，10 ，

11 为基矢，SWAP门、控制非门(CNOT)和控制

Z门(CZ)的矩阵表示分别为(控制门中以第一个比

特为控制比特)

SWAP =

é

ë

ê

ê
êê

ù

û

ú

ú
úú

1 0 0 0
0 0 1 0
0 1 0 0
0 0 0 1

，CNOT =

é

ë

ê

ê
êê

ù

û

ú

ú
úú

1 0 0 0
0 1 0 0
0 0 0 1
0 0 1 0

，

CZ =

é

ë

ê

ê
êê

ù

û

ú

ú
úú

1 0 0 0
0 1 0 0
0 0 1 0
0 0 0 -1

. (44)

除此之外，还有多比特门操作。这些基本的门操

作构成了量子计算的基础。

在二维的拓扑超导体系中，带奇数拓扑荷的

涡旋会俘获一个MZM，于是通过对涡旋的操纵

可以实现MZM的交换，从而改变由成对MZM构

成的量子态。以稀疏编码为例，4个MZM构成一

个独立的量子比特，其中偶费米数要求使得

MZM粒子 γ1 和 γ2 构成的量子比特其状态与 γ3 和

γ4 所构成的量子比特状态一致，从而可以只用

iγ1γ2 的本征值来标记量子比特状态。具体计算得

到各交换操作的矩阵表示为

U12 = U34 = e
i π
4 é
ë
ê

ù
û
ú

1 0
0 -i

，U23 = 1
2
é
ë
ê

ù
û
ú

1 i
i 1

， (45)

容易看出，U12U23U12可以生成Hadamard门：

U12U23U12 = e
i π
2 1

2
é
ë
ê

ù
û
ú

1 1
1 -1

~H . (46)

同理，有Pauli门操作：

( )U12
2 = e

i π
2 é
ë
ê

ù
û
ú

1 0
0 -1

~Z ， (47)

( )U23

2
= e

i π
2 é
ë
ê

ù
û
ú

0 1
1 0

~X . (48)

单比特门操作的示意图见图11。

对于双比特操作，可以从稀疏编码通过一定
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图12 密集编码下，6个MZM形成3个比特的示意图(其中

以量子比特a，b的占据数为基矢)

图13 双比特门操作的示意图

的测量手段转化为密集编码，在密集编码上进行

操作，其后可以再次转换到稀疏编码。两个量子

比特的密集编码需要 6 个 MZM (γ1，γ2，γ3，γ4，

γ5，γ6)，形成3组费米子(na，nx，nb)：

na = 1
2
( )1 + iγ1γ2 ，nx = 1

2
( )1 + iγ3γ4 ，nb = 1

2
( )1 + iγ5γ6 ，

(49)

如图12所示。

我们选择

na，nb = 00 ， 01 ， 10 ， 11 (50)

为基矢(nx由 na，nb唯一确定，用来保证体系的费

米数奇偶性守恒。一般地，我们假定6个MZM体

系的总费米数为偶数)，具体计算得到各交换操作

的矩阵表示为

U
( )6

12 = e
i π
4 diag( )1，1， - i， - i ，

U
( )6

34 = e
i π
4 diag( )1， - i， - i，1 ，

U
( )6

56 = e
i π
4 diag( )1， - i，1， - i ，

(51)

U
( )6

23 = 1
2

é

ë

ê

ê
êê

ù

û

ú

ú
úú

1 0 i 0
0 1 0 i
i 0 1 0
0 i 0 1

，U
( )6

45 = 1
2

é

ë

ê

ê
êê

ù

û

ú

ú
úú

1 i 0 0
i 1 0 0
0 0 1 i
0 0 i 1

，

式中U的上标(6)表示这些矩阵所作用的空间为 6

个MZM以密集编码形式构成的2个量子比特。容

易看出，CZ门操作和CNOT门操作分别为

U34U
-1

12 U -1
56 = e

-i π
4 diag( )1，1，1， - 1 ~CZ ， (52)

U34U54U43U21U65U54U34 = e
-i π

4

é

ë

ê

ê
êê

ù

û

ú

ú
úú

1 0 0 0
0 1 0 0
0 0 0 1
0 0 1 0

~CNOT . (53)

双比特门操作的示意图见图13。

以上是关于MZM编码信息和实现门操作的

简单介绍，然而利用MZM难以实现π/8相移的门

操作，无法实现普适的拓扑量子计算，但最近已

有新的方案提出，克服了这个困难[14]。

5 总结和展望

通过以上的介绍，我们已经看到了如何从拓

扑超导体系中产生Majorana费米子，而且为什么

MZM服从非阿贝尔统计。这一切的根源始于非

平庸的费米子配对形式：无自旋费米子的配对必

须服从奇宇称，最简单的是p+ip配对，导致了超

导态的拓扑性质，而不同拓扑区域之间的畴壁孕

育了零能量的Majorana模式。另一方面，描述费

米子配对的序参量场的单值性要求其相位在围绕

单个磁通一圈时的改变量只能是2π，而单个费米

子的波函数只有一半的相位改变，所以费米子在

跨越相位割线的时候只积累π的相位。于是作为

电子与空穴线性叠加的MZM在彼此围绕一圈的

时候，会积累π的相位，从而使 MZM 成为任意

子。此外，两个MZM相当于一个Dirac费米子，

所以一个 MZM 可以看成是分数化的 Dirac 粒子

——“半个电子”。MZM在交换时积累的非平庸

相位将会改变由 MZM 两两配对得到的量子态，

这便导致了MZM的非阿贝尔统计性质。

一百多年前，Onnes发现了超导，半个世纪

以前，Cooper提出了费米子配对，用来解释超导

现象。如今，人们发现，费米子配对的意义不仅

仅是产生零电阻和迈斯纳效应以及约瑟夫森效

应，而且还提供了形成Majorana费米子的物理体

系。在二维p+ip拓扑超导中，通过约瑟夫森涡旋

俘获MZM，调控超导相位操纵MZM，实现对其
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