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Nous montrons l’existence d’une branche d’excitation collective dans le continuum de brisure de
paires des gaz de fermions superfluides et des supraconducteurs BCS, comme pressenti par Little-
wood et Varma en 1982. Nous prolongeons analytiquement l’équation de la RPA donnant l’énergie
des modes collectifs à travers sa ligne de coupure associée au continuum, et obtenons l’intégralité
de la relation de dispersion complexe, y compris dans le régime de couplage fort. Pour ∆/µ > 1,210
(très proche de la limite unitaire dans un gaz de fermions superfluide), où ∆ est le paramètre d’ordre
et µ le potentiel chimique, la partie réelle de la branche est intégralement située dans la bande inter-
dite [0, 2∆]. Dans la limite des grandes longueurs d’ondes, la branche varie quadratiquement avec le
nombre d’onde, avec une masse effective complexe que nous calculons analytiquement. Ceci contredit
le résultat de Littlewood et Varma qui prévalait jusqu’ici.

Introduction – Les systèmes dans lequels une cohé-
rence macroscopique s’établit entre paires de fermions
présentent naturellement dans leur spectre d’excitation
un continuum lié à la rupture de ces paires, dont l’éner-
gie est supérieure à deux fois le paramètre d’ordre ∆.
C’est le cas notamment des supraconducteurs et des gaz
froids d’atomes fermioniques de spin 1/2. Le comporte-
ment collectif de ces systèmes aux énergies inférieures à
2∆ est connu : il se caractérise par une branche boso-
nique d’excitation, de départ phononique dans les gaz
neutres, ou plasmonique dans les supraconducteurs avec
interactions de Coulomb [1]. La relation de dispersion a
été calculée dans l’approximation de la phase aléatoire
(RPA) [2, 3] et l’existence de la branche confirmée expé-
rimentalement [4–6].

À l’inverse, la question de l’existence d’un mode col-
lectif dans le continuum de brisure de paires, qui suscite
un fort intérêt en raison d’une analogie souvent avan-
cée avec le mode de Higgs en théorie des champs [7], n’a
pas reçu de réponse définitive. Nous identifions deux la-
cunes majeures dans le traitement théorique [8–10] de
ce mode : (i) il repose sur une hypothèse de symétrie
particule-trou et néglige le couplage entre l’amplitude et
la phase du paramètre d’ordre, ce qui le restreint au ré-
gime de couplage faible, (ii) il est limité aux grandes lon-
gueurs d’onde. Ces lacunes sont préjudiciables car elles
engendrent des doutes sur l’existence même de ce mode
[11], en particulier à vecteur d’onde nul [12].

Dans cet article, nous clarifions considérablement la
description des modes collectifs du continuum. En prolon-
geant analytiquement la matrice des fluctuations gaus-
siennes du paramètre d’ordre, nous faisons apparaître un
pôle dans le propagateur de ∆ sous la ligne de coupure as-
sociée au continuum, pour un potentiel chimique µ > 0 et
à vecteur d’onde non nul uniquement. Nous obtenons la
relation de dispersion complète de ce mode sans négliger

le couplage amplitude-phase. Ceci nous permet de trai-
ter le régime de couplage fort ; en particulier nous voyons
la partie réelle de la branche être intégralement dans la
bande interdite [0, 2∆] lorsque ∆ > 1,210µ. Dans la li-
mite de couplage faible et des grandes longueurs d’onde,
nous sommes en désaccord net avec la prédiction com-
munément acceptée dans la littérature [10], en particulier
pour le taux d’amortissement que nous trouvons de dé-
part quadratique en le nombre d’onde, et non pas linéaire.
Toutes nos prédictions sont fondées sur la RPA pour des
interactions de contact. Cette théorie décrit qualitative-
ment bien tant les gaz de fermions froids dans le rac-
cordement CBE-BCS que les supraconducteurs BCS (en
admettant que les interactions de Coulomb sont sans effet
sur les modes collectifs d’amplitude [10]) et est un préa-
lable à toute description plus réaliste des interactions.

La branche que nous trouvons décrit le comportement
collectif des paires suite à une excitation de leurs degrés
de liberté internes ; sa pulsation n’est donc pas trivia-
lement celle du bord du continuum 2∆/~, comme pour
les « oscillations de Higgs » observées [12–18] à vecteur
d’onde nul. Elle est observable dans un gaz de fermions
superfluide par spectroscopie de Bragg résolue en impul-
sion, de la même façon que la référence [6] a observée
le mode de Bogolioubov-Anderson. Le pôle dans le pro-
longement analytique se traduit par l’apparition d’un pic
élargi dans la fonction de réponse du paramètre d’ordre.

Fluctuations du paramètre d’ordre – Nous considérons
un système homogène de fermions de masse m, de spin
σ =↑ / ↓ et de potentiel chimique µ, en interactions
attractives de contact. À température nulle T = 0, les
fluctuations du paramètre d’ordre ∆ autour de sa va-
leur d’équilibre admettent des modes propres, qui sont les
modes collectifs du système. En développant au second
ordre en les fluctuations d’amplitude δλ et de phase δθ



2

on obtient l’action gaussienne [19]

S = S0+

∫
dω
∫

d3q
(
i∆δθ−q δλ∗−q

)
M(ω,q)

(
−i∆δθq
δλq

)
(1)

La matrice M des fluctuations est symétrique et donne
accès au propagateur du champ ∆ par une simple inver-
sion. L’équation donnant l’énergie zq des modes collectifs
en fonction de leur vecteur d’onde q s’écrit donc

detM(zq,q) = 0 (2)

Le paramètre d’ordre ∆ étant relié à la condensation
de paires, les coefficients de sa matrice de fluctuations
contiennent une intégrale sur le vecteur d’onde interne
k des paires, faisant intervenir ξk = ~2k2/2m − µ et
Ek =

√
ξ2
k + ∆2 les relations de dispersion des fermions

libres et des quasi-particules BCS respectivement, ainsi
que l’énergie d’une paire d’excitations de vecteur d’onde
total q, Ekq = Ek+q/2 + Ek−q/2 :

M±±(z,q) =

∫
d3k

2

[
(W±kq)2

z − Ekq
−

(W±kq)2

z + Ekq
+

1

Ek

]
(3)

M+−(z,q) =

∫
d3k

2
W+

kqW
−
kq

[
1

z − Ekq
+

1

z + Ekq

]
(4)

où les indices + et − se rapportent respectivement aux
fluctuations de phase et d’amplitude et nous introduisons
la notation (W±kq)2 = (Ek+q/2Ek−q/2 + ξk+q/2ξk−q/2 ±
∆2)/(2Ek+q/2Ek−q/2).1 Relevons que l’équation (2) se
retrouve à l’identique dans la RPA [1, 20, 21], par re-
sommation de diagrammes [3] ou par linéarisation des
équations BCS dépendant du temps [22].

L’équation (2) étant invariante par changement de z
en −z, nous pouvons nous restreindre à Re z ≥ 0. La
matrice M admet alors une ligne de coupure pour z ∈
Cq = {Ekq,k ∈ R3}, provenant des termes ayant z−Ekq
au dénominateur dans (3–4). Telle quelle, l’équation (2)
admet au plus une solution à q fixé : celle-ci est réelle,
d’énergie inférieure au continuum ~ωB,q < min Cq et cor-
respond à la branche bosonique d’Anderson-Bogoliubov
[3]. Ce n’est pas ce que nous cherchons. Les modes col-
lectifs que nous voulons caractériser se trouvent dans le
continuum, c’est-à-dire a priori pour Re zq > min Cq.
Comme dans le cas d’école d’un atome couplé au rayon-
nement électromagnétique [23], la bonne façon d’obtenir
une solution à (2) en présence du continuum est de pro-
longer analytiquement la matrice M à travers sa ligne de
coupure [8]. Ceci est l’occasion pour nous de rappeler la
très belle prescription de Nozières [24, 25] pour prolonger

1. Avec W+
kq > 0 pour tout k et W−kq > 0 si et seulement si

k2 > 2mµ/~2 − q2/4.

analytiquement une fonction de la forme

f(z) =

∫ +∞

−∞
dω

ρ(ω)

z − ω
, (5)

analytique pour Im z 6= 0 mais présentant une ligne de
coupure sur l’axe réel, en tout point où la densité spec-
trale ρ(ω) est non nulle. La contribution non analytique à
Mσσ′ , avec σ, σ′ = ±, se met naturellement sous la forme
(5) avec la densité spectrale

ρσσ′(ω,q) =

∫
d3k

2
Wσ

kqW
σ′

kqδ(~ω − Ekq) (6)

Le prolongement analytique de f du demi-plan complexe
supérieur au demi-plan inférieur, à travers un intervalle
]ω1, ω2[ de la ligne de coupure où la fonction ρ est analy-
tique, s’écrit simplement

f↓(z) =

{
f(z) si Im z > 0

f(z)− 2iπρ(z) si Im z ≤ 0
(7)

où z 7→ ρ(z) est le prolongement analytique de ρ pour
Im z 6= 0. On s’en convainc sans mal en écrivant ρ(ω) =
(ρ(ω)− ρ(z)) + ρ(z) dans (5).

Pour effectuer le prolongement analytique de M , il
nous faut donc étudier la fonction ω 7→ ρσσ′ en premier
lieu sur l’axe réel, en cherchant les singularités de la fonc-
tion et de ses dérivées. Pour cela, nous calculons l’inté-
grale sur k dans (6) dans un repère sphérique d’axe q.
L’intégrale sur l’angle azimutal disparaît par invariance
par rotation et nous utilisons le Dirac pour effectuer l’in-
tégrale sur l’angle polaire paramétré par u = k · q/kq.
L’intégrale restante sur k est alors restreinte à un do-
maine représenté sur la figure 1, dont la forme dépend de
ω. Lorsque µ > 0 la branche d’excitation BCS possède
son minimum en k0 =

√
2mµ/~2 ; pour 0 < q < 2k0,

la fonction ω 7→ ρσσ′ possède alors trois points anguleux
liés à un changement de configuration de ce domaine, ce
qui découpe l’axe réel en quatre secteurs distincts (voir
la figure 1). (i) Pour ω < ω1 = 2∆/~, la condition de
résonance ~ω = Ekq n’est jamais vérifiée si bien que
ρσσ′(ω < ω1) = 0. Ce secteur est en dehors de la ligne
de coupure Cq. (ii) Pour ω1 < ω < ω2 la résonance est
atteinte pour k ∈ [k1, k2], avec

~k1,2

(2m)1/2
=

√
µ− ~2q2

8m
±
√
~2ω2 − 4∆2

2
(8)

(iii) Pour ω2 < ω < ω3, la résonance se produit pour
k ∈ [k1, k

′
1] ∪ [k′2, k2] où k1 et k2 sont toujours donnés

par (8) et k′1 et k′2 sont les solutions réelles positives du
couple d’équations polynomiales

ω̃4 − 4ω̃2P (k̃, q̃) + 4R2(k̃, q̃) = 0 et ω̃2 − 2P (k̃, q̃) > 0
(9)

avec les polynômes P (x, y) = (x2+y2/4−µ/∆)2+x2y2+
1 et R(x, y) = 2xy(x2 + y2/4 − µ/∆) et les notations
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Figure 1: En fonction de k, l’intervalle entre minuEkq at-
teint en u = 0 (trait plein à gauche) et maxuEkq atteint en
u = ±1 (tireté à gauche) définit une bande d’énergie (zone
en grisé à gauche) sur laquelle la résonance ~ω = Ekq se pro-
duit pour au moins une valeur de u = cos(k,q) appartenant
à [−1, 1]. À ω fixé, l’intervalle d’intégration sur k dans (6)
se lit horizontalement ; en fonction de ω, sa structure subit 3
transitions en ω1, ω2 et ω3 (pointillés), qui se traduisent par
des points anguleux dans la densité spectrale, ici l’exemple de
ρ−− (trait plein rouge à droite). Sur cette figure, µ/∆ = 1 et
~q/
√

2m∆ = 0,5.

k̃2 = ~2k2/2m∆, q̃2 = ~2q2/2m∆ et ω̃ = ~ω/∆. (iv)
Pour ω > ω3, les solutions k1 et k′1 ne sont plus réelles,
l’intervalle d’intégration se réduit donc à [k′2, k2].

Une fois cette étude faite, l’extension des fonctions ρσσ′

au plan complexe est immédiate, il suffit de remplacer ω
par z dans les équations (8) et (9) donnant les bornes
d’intégration, ρσσ′(z) étant alors donnée par une inté-
grale curviligne entre des bornes complexes. En appli-
quant la prescription de Nozières (7), on obtient ainsi un
prolongement analytique de M , où les points anguleux
ω1, ω2 et ω3 deviennent les points de branchement de
trois lignes de coupure.
Étude numérique à q quelconque – Nous trouvons une

solution zq = ~ωq − i~Γq/2 à l’équation (2) dans le pro-
longement analytique à travers l’intervalle ]ω1, ω2[, que
nous identifions comme l’énergie du mode collectif de «
Littlewood-Varma » que nous cherchons. La relation de
dispersion q 7→ ωq est représentée sur la figure 2 pour
différentes forces d’appariement µ/∆ = 1/10, 10 et 100
(1/kFa ' 0,5,−1,5 et−3,0 dans un gaz de fermions froids
de spin 1/2, avec kF le nombre d’onde de Fermi et a la
longueur de diffusion dans l’onde s). De départ quadra-
tique à partir de sa limite 2∆ en q = 0, la branche passe
par un maximum de hauteur en énergie proportionnelle
à ∆ dans le régime de couplage faible ∆� µ. Elle entre
ensuite dans la bande interdite [0, 2∆] en q = qsup. Dans
le régime de couplage fort ∆ > µ, le domaine [0, qsup] où
l’énergie de la branche est supérieure à 2∆ se réduit, jus-
qu’à sa disparition pour µ/∆ ' 0,8267. Le taux d’amor-
tissement Γq est lui une fonction strictement croissante
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Figure 2: Pulsation (en haut) et taux d’amortissement (en
bas) des modes collectifs de Higgs en fonction de leur nombre
d’onde q pour µ/∆ = 100 (1/kFa ' −3,0, trait plein noir),
µ/∆ = 10 (1/kFa ' −1,5, trait plein rouge) et µ/∆ = 0,1
(1/kFa ' 0,5, tireté pointillé bleu). Les courbes pointillées
montrent le comportement quadratique en q aux faibles q ob-
tenu analytiquement des équations (12)-(16).

de q, de départ quadratique à partir de sa limite de va-
leur nulle en q = 0. Ceci est en désaccord marqué avec
la prédiction communément acceptée dans la littérature
d’un taux d’amortissement linéaire en q [10].

La branche disparaît finalement en q = 2k0 (donc avant
que la branche de Bogolioubov-Anderson ne rejoigne le
continuum [3]) lorsque l’intervalle [ω1, ω2] à travers lequel
passe notre prolongement analytique se réduit à un point.
Enfin nous excluons l’existence d’une branche d’énergie
supérieure à 2

√
∆2 + µ2 dans le régime CBE où µ < 0 et

où les trois singularités de ρσσ′ se regroupent, ω1 = ω2 =
ω3 = 2

√
(|µ|+ ~2q2/2m)2 + ∆2/~.

Limite des grandes longueurs d’ondes – Dans cette li-
mite, nous obtenons plusieurs résultats analytiques qui
corroborent notre étude numérique. Nous traitons à part
le cas singulier q = 0, où la matrice M(z,q = 0) est ex-
primable en termes des fonctions elliptiques complètes de
première et troisième espèce, K(k) et Π(n, k) [26] :

thζM̃++(z, 0) =
M̃−−(z, 0)

thζ
= −π(2et)1/2[F (ζ)− F (−ζ)]

M̃+−(z, 0) = −π(2et)1/2[F (ζ) + F (−ζ)] (10)

avec les variables définies par µ/∆ = sh t et z = 2∆ ch ζ,
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ζ contraint par Re ζ ≥ 0 et −π/2 ≤ Im ζ ≤ π/2 et2

F (ζ)=(sh t+sh ζ)[Π(et+ζ , iet)−Π(−et−ζ , iet)]+K(iet) ch ζ
(11)

L’équation (2) s’écrit alors simplement F (ζ)F (−ζ) = 0.
La seule solution de cette équation, même après pro-
longement analytique3 de F (ζ), est ζ = ±iπ/2 (soit
z = 0) : c’est le point de départ de la branche pho-
nonique d’Anderson-Bogolioubov. Ainsi, le point limite
ω = 2∆/~ en q = 0 de la branche collective du conti-
nuum n’est pas solution de (2) : F (ζ) admet une limite
finie et non nulle F (0) lorsque ζ → 0 avec Im z > 0. Pour
q = 0, il n’y a donc pas de mode collectif de pulsation
2∆/~, et les oscillations observées [15–18] à cette pulsa-
tion correspondent simplement au bord du continuum de
brisure de paires, comme l’avait compris les références
[9, 12, 13]. Le comportement collectif se manifeste plutôt
dans l’amortissement en loi de puissance des oscillations
[13, 14].

Pour q petit mais non nul, et µ > 0, le secteur de
résonance entre ~ω1 = 2∆ et ~ω2 = 2∆ + µ~2q2/2m∆ +
O(q4) sur la figure 1 a une largeur en énergie O(q2), et
O(q) en le nombre d’onde k autour du minimum k0 =√

2mµ/~2 de la branche BCS. Ceci suggère de poser

zq = 2∆ + Z
~2q2

4m∗
+O(q3) et k = k0 +Kq (12)

avec m∗ = m∆/2µ la masse effective de la branche BCS
au voisinage de son minimum. On concentre ainsi l’at-
tention sur le domaine des vecteurs d’onde où le dénomi-
nateur dans (3,4) est d’ordre q2 :

z − Ekq = z − 2∆− ~2q2

m∗
(K2 + u2/4) +O(q3) (13)

En utilisant alors les développements des amplitudes du
numérateur W+

kq ∼ 1 et W−kq ∼ ~2k0qK/m∆, puis en ef-
fectuant l’intégrale sur la variable angulaire u avant celle
sur K (non sans avoir vérifié que le reparamétrage (12)
donne lieu lorsque q → 0 à une intégrale absolument
convergente sur K) on obtient sans mal les expressions

2. À l’aide des densités spectrales ρσσ′ (ω), on exprime
Mσσ′ (z, 0) sous forme d’une intégrale sur ω, en distinguant pour
µ > 0 les contributions de k < k0 et k > k0. Le changement de
variable ~ω = ∆(x2 + 1/x2), 0 < x < 1, fait alors disparaître la
racine carrée (~2ω2 − 4∆2)1/2 = ∆(1/x2 − x2) et conduit à l’in-
tégrale

∫
dxR(x)/

√
P (x), où P (x) est un polynôme de degré 4 et

R(x) une fraction rationnelle, ramenable à une combinaison linéaire
d’intégrales elliptiques (cf. §8.110 de [26]).

3. La ligne de coupure [2∆,+∞[ (respectivement
[2
√

∆2 + µ2,+∞[) en z donne une ligne de coupure en ζ
[0,+∞[ pour µ > 0 (respectivement [−t,+∞[ pour µ < 0).

analytiques pour Im z > 0 :

M̃++(z,q)=− iπ2k∆

q
asin

1√
Z

+O(q) (14)

M̃−−(z,q)=− iπ2µq

2∆k∆

[√
Z − 1 + Z asin

1√
Z

]
+O(q3)(15)

où nous introduisons k∆ =
√

2m∆/~2 et adimension-
nons les intégrales M̃σσ′ = Mσσ′∆/k3

∆. Puisque la di-
vergence de M++ d’ordre 1/q est compensée par l’an-
nulation de M−− linéaire en q, il suffit de prendre la
limite finie et non nulle (10) de M+− en q = 0 et
~ω = 2∆ (ζ = 0). Il n’y a plus qu’à insérer les expressions
(10,14,15) dans l’équation de la RPA (2) et à prolonger
analytiquement le produitM++M−− à travers sa ligne de
coupure [0, 1] en Z (correspondant au segment [~ω1, ~ω2]
en z) grâce aux substitutions asin 1/

√
Z → π−asin 1/

√
Z

et
√
Z − 1→ −

√
Z − 1 pour obtenir l’équation explicite

mais transcendante sur Z :[
π − asin

1√
Z

] [
Z

(
π − asin

1√
Z

)
−
√
Z − 1

]
+

2

π4µ

(
~2

2m

)3

M2
+−(2∆, 0) = 0 (16)

Le prolongement vaut pour tout le demi-plan inférieur,
donc y compris pour Re z < 2∆ (ReZ < 0). L’unique
solution de l’équation (16) reproduit fidèlement le coef-
ficient de q2 dans la figure 2 ; elle est représentée sur
la figure 3 en fonction de µ/∆. La partie réelle change
de signe en µ/∆ ' 0,8267, ce qui confirme l’existence
d’une branche d’énergie inférieure à 2∆ dans le régime
de couplage fort. Il ne faut pas surinterpréter l’existence
de solutions de pulsation inférieure à 2∆ : elles demeurent
séparées du segment [0, 2∆] de l’axe réel par une ligne de
coupure, si bien que leur effet ne se fait sentir au voisinage
de l’axe réel qu’aux énergies supérieures à 2∆.

Dans la limite de couplage faible µ/∆ → +∞, M+−
tend vers zéro à cause de la symétrie particule-trou
k ↔ k0 − k, si bien que l’équation de la RPA se réduit
pour q 6= 0 à M−− = 0, et que l’équation (16) sur Z se
réduit à la partie dépendante de Z de la première ligne.
Le mode collectif de Littlewood-Varma correspond bien à
un pur mode d’amplitude, l’annulation de M++ donnant
le mode de phase phononique dans cette limite, comme il
est dit dans [10]. Cependant, nous obtenons une relation
de dispersion fort différente

zq
q→0
'

µ/∆→+∞
2∆+(0,2369− 0,2956i)

~2q2

4m∗∆
(17)

où même la partie réelle de Z diffère de celle 2/3 de [10].
Notre calcul montre les limites de l’analogie habituelle

avec les modes de Higgs en théorie des champs : bien
qu’il s’agisse aussi d’un mode d’amplitude dans la li-
mite de couplage faible, et qu’il possède une bande in-
terdite, le mode collectif, ici plongé dans un continuum,



5

-1,4

-1,2

-1

-0,8

-0,6

-0,4

-0,2

0

0,2

0 0,5 1 1,5 2 2,5 3 3,5 4 4,5

-0,6
-0,4
-0,2

0
0,2

0 0,2 0,4 0,6 0,8 1

Z

µ/∆

ReZ
ImZ

Z̃

µ/∆

-0,6
-0,4
-0,2

0
0,2

0 0,2 0,4 0,6 0,8 1

Figure 3: La partie réelle (trait plein noir) et imaginaire
(trait plein rouge) du coefficient adimensionné Z de q2 dans
l’énergie zq du mode de « Littlewood-Varma » sont repré-
sentées en fonction de µ/∆. Les courbes pointillées donnent
le développement asymptotique dans la limite de couplage

faible µ/∆ → +∞ : Z = Z0 − 2Z2
0

Z0−1

(
∆
πµ

)2

ln2 ∆
8µe + . . . avec

Z0 = 0,2369 − 0,2956i. L’encart montre le coefficient redi-
mensionné Z̃ = Zµ/∆ = Zm/2m∗ qui admet la limite finie
réelle Z̃∞ = −16K2(i)/π4 ' −0,2823 dans la limite de cou-
plage fort µ/∆ → 0+, sa partie imaginaire tendant vers zéro
comme −12K(i)(µ/∆)1/2/π3.

ne s’obtient qu’après traitement non perturbatif du cou-
plage aux degrés de liberté fermioniques ; aucune chance
donc de l’obtenir à partir d’une action effective de basse
énergie comme suggéré parfois [7, 27].
Observabilité dans les fonctions de réponse – La

branche collective que nous prédisons s’observe dans les
fonctions de réponse du système. Nous donnons sur la fi-
gure 4 l’exemple de la fonction de réponse du paramètre
d’ordre Abs[N/detM ](ω + i0+,q) avec N = (M++ +
M−−)/2 + M+−, obtenue à partir des fonctions de ré-
ponse d’amplitude et de phase par le changement de va-
riable δ∆ = δλ + ∆iδθ. Aux faibles q (lorsque l’amor-
tissement du mode est faible) la branche obtenue dans le
prolongement analytique prédit remarquablement bien la
position d’un pic élargi dans la fonction de réponse. Nous
notons d’ailleurs avec un vif intérêt que la référence [6]
observe un tel pic dans ses mesures de la fonction de ré-
ponse densité-densité, qui pourrait bien correspondre à
la branche collective de « Higgs », en particulier si la
dépendance en q2 de la position du pic aux faibles q se
confirmait.
Conclusion – Nous avons établi sur des bases théo-

riques solides l’existence d’une branche collective dans
le continuum de brisure de paires d’un supraconducteur
BCS ou d’un gaz de fermions superfluide, et nous avons
caractérisé intégralement sa relation de dispersion et son
taux d’amortissement dans l’approximation RPA. Nous
apportons ainsi une réponse claire et rigoureuse à un
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Figure 4: L’intensité de la fonction de réponse du champ
de paire est représentée en couleurs et en unités arbitraires
en fonction de q et ω dans le régime BCS (µ/∆ = 10). Le
sommet du pic (tireté blanc) de la fonction est bien prédit aux
faibles q par la branche collective du prolongement analytique
(trait plein rouge et trait plein blanc pour son approximation
quadratique (12)).

vieux problème de matière condensée. Notre branche ap-
paraît nettement dans les fonctions de réponse du sys-
tème et peut donc être mesurée dans un gaz d’atomes
froids par spectroscopie de Bragg.
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